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Introduction générale
Au début du 20ème siècle l’énergie fossile suﬃsait à couvrir les besoins des
populations. Au cours du 20ème siècle, les besoins ne ﬁrent qu’augmenter. Avec
l’arrivée du nucléaire, à la sortie de la seconde guerre mondiale, les centrales à
ﬁssion apportèrent une solution à ce problème et devinrent l’une des premières
sources de production d’énergie. A l’instar du développement naturel de celles-ci
et suite aux essais nucléaires sur la fusion en 1952, l’idée d’une centrale à fusion
Deutérium-Tritium (D-T) civile pour la production d’énergie émergea.
Les recherches dans ce domaine montrèrent que la condition principale pour
obtenir des réactions de fusion nucléaire contrôlée est d’arriver à conﬁner les atomes
à la température minimale pour franchir la barrière coulombienne. De cette donnée,
deux modes de conﬁnement virent le jour :
1. le mode de conﬁnement inertiel
2. le mode de conﬁnement magnétique
Dans le premier mode, on utilise des lasers intenses pour comprimer une bille de
combustible. L’irradiation par laser se fait soit directement, soit indirectement en
irradiant un "four" qui émettra un rayonnement X. C’est ce rayonnement X qui
comprimera la capsule contenant le "carburant" (mélange D-T).
Dans le deuxième mode, on conﬁne un plasma au moyen de champs magnétiques.
Le chauﬀage se fait par des ondes. Cette approche de la fusion par conﬁnement
magnétique (FCM) commença à être étudiée dès les années 50, suite à la création
du tokamak qui est essentiellement constitué de bobines magnétiques formant un
tore.
Dans les décennies suivantes, des problèmes inhérents aux déchets radioactifs
et au vieillissement des centrales modiﬁèrent les objectifs mondiaux sur la produc-
tion d’énergie, en même temps que la politique liée à l’environnement (protocole
de Kyoto en 1997). La fusion devint ainsi un enjeu majeur car elle permettrait
d’atteindre des rendements égaux voire supérieurs à ceux des centrales actuelles et
d’envisager des technologies "propres".
La fusion est un domaine qui met en jeu de nombreux aspects de la physique :
les plasmas, les accélérateurs de particules, l’optique, la mécanique classique et des
ﬂuides, l’électromagnétisme et la physique atomique. Celle-ci est utilisée depuis de
nombreuses années pour analyser et diagnostiquer les plasmas grâce à des tech-
niques spectroscopiques. Des travaux récents ont montré que la physique atomique
joue un rôle majeur dans l’obtention de l’ignition, autrement dit l’allumage des ré-
actions de fusion, dans les installations expérimentales. En eﬀet, dans le domaine de
la fusion par conﬁnement inertiel (FCI), les simulations d’expériences nécessitent
de connaître précisément le rayonnement du plasma qui doit comprimer la cible.
Celle-ci contient des dopants, c’est à-dire des atomes qui sont utilisés pour absorber
le rayonnement X dans la cavité. L’étude des spectres d’absorption est essentielle si
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l’on veut modéliser des expériences. Néanmoins, pour des températures élevées, le
nombre de transitions atomiques est très grand, ce qui alourdit considérablement les
calculs numériques. Il faut donc chercher des algorithmes adaptés à cette situation,
notamment en développant des méthodes statistiques pour le traitement des tran-
sitions spectrales. Les méthodes statistiques sont rapides mais ne permettent pas
toujours de prédire avec une grande précision les spectres. A l’opposé, les méthodes
détaillées sont précises mais les temps de calcul correspondant sont parfois prohibi-
tifs. C’est pourquoi des approches hybrides détaillée/statistique ont été développées
pour optimiser la précision et le temps de calculs pour des systèmes où le nombre
de raies est élevé.
En ce qui concerne la FCM, la physique atomique est utilisée dans l’analyse
du transport des particules dans le plasma. Le transport correspond à la migration
des atomes dans le plasma en fonction du temps. Il est donc un des aspects princi-
paux de la conﬁguration tokamak pour la fusion contrôlée, car le cœur du plasma
doit rester pur, ne pas contenir d’impuretés (C, W, Ar, O , ...), pour que le seuil en
température soit atteint. De nombreux travaux théoriques sur le transport, néoclas-
sique ou turbulent, ont été réalisés depuis les années 50. Pourtant les comparaisons
de données numériques et expérimentales sont rares. Cependant, de nombreuses
équipes travaillant sur les diﬀérentes installations expérimentales tentent de mesu-
rer le transport. L’injection d’ondes de chauﬀage dans le plasma a montré qu’une
partie des particules pouvait être éjectée du coeur mais le contrôle du ﬂux n’est
pas encore obtenu. Expérimentalement, le transport ne peut se mesurer que de ma-
nière indirecte par l’intermédiaire du rayonnement, d’où l’importance de la physique
atomique pour son analyse.
La physique atomique permet d’accéder à la structure atomique : niveaux d’éner-
gie, probabilités de transition ... Les calculs mettent en jeu de nombreux phénomènes
qui compliquent la résolution des équations. Diverses approximations ont ainsi été
faites depuis les années 50 pour simpliﬁer le système d’équations et le rendre so-
luble. Il faut également prendre en compte l’environnement du système radiatif,
ce qui passe par une connaissance des interactions entre les atomes, les électrons
libres du plasma et les photons. Ces interactions sont représentées par des sec-
tions eﬃcaces qui permettent de calculer la populations des niveaux en fonction
des conditions plasma. Néanmoins, le temps de calcul des populations augmente en
fonction du nombre de niveaux ce qui implique de faire des approximations : les
notions d’équilibre thermodynamique qui en découlent permettent de simpliﬁer le
système. La théorie des plasmas à l’équilibre est déduite de la physique statistique.
Elle établit des lois générales sur la population des niveaux et permet de négliger
certains processus plasma par rapport à d’autres. Toutes ces lois ont fait et font
toujours l’objet d’études poussées pour obtenir des méthodes précises et rapides.
Le manuscrit de cette thèse est construit autour des deux approches de la fu-
sion : FCI ou FCM. Un chapitre général, deux chapitres pour la FCI et un pour
la FCM. Le premier chapitre présente un bref historique de la fusion et des ins-
tallations associées à chaque approche. Dans la continuité, nous rappellerons les
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lois théoriques de la physique atomique et de la physique des plasmas. Le second
chapitre portera sur l’émissivité et les pertes radiatives en FCI. Nous décrirons les
algorithmes et approximations pour le calcul des niveaux d’énergie des atomes, et
les méthodes détaillée et statistique de calcul des spectres. Je présenterai ensuite
des résultats sur l’émissivité du carbone, du germanium et de l’or dans un plasma
chaud. Le troisième chapitre portera sur le calcul des opacités dans les plasmas
de fusion inertielle. Diverses méthodes de calcul d’opacité sont mises en oeuvre :
calculs détaillés, calculs statistiques et calculs hybrides. Le dernier chapitre porte
sur la physique atomique dans les plasmas de fusion magnétique. En nous appuyant
sur les expériences d’injection d’impuretés (Ni, Ar..) faites sur les tokamaks Tore
Supra (Cadarache) et Asdex Upgrade (Allemagne), dont nous détaillerons les para-
mètres, nous expliquerons comment la physique atomique joue un rôle majeur dans
l’étude du transport des particules. Nous présenterons la théorie des processus liée à
l’équilibre plasma considéré, ainsi que les premières comparaisons entre notre base
de données et celle qui est utilisée par la communauté de la fusion magnétique. Une
première reconstruction des coeﬃcients de transport des expériences eﬀectuées sera
faite.
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Chapitre 1
Physique atomique et plasmas de
fusion nucléaire
1.1 Introduction
Le développement démographique et industriel fait de l’énergie un enjeu majeur
de notre époque. Devant l’épuisement à terme de certaines ressources telles que
le charbon et le pétrole, représentant la majeure partie de la production d’énergie
de nos jours, de nouvelles voies technologiques ont été envisagées. Dès les années
50 la ﬁssion nucléaire fut utilisée pour la production d’énergie. Actuellement, elle
représente 78 % de la production énergétique -électrique- en France, en association
avec les énergies fossiles (10 %). Devant les craintes liées aux déchets radioactifs,
des recherches pour la production d’énergie alternative, propre et renouvelable sont
poursuivies dans le monde. On distingue les voies hydraulique, éolienne et photovol-
taïque (11.6% en 2011), les énergies thermiques renouvelables (pompes à chaleur,
biomasse ≈ 0.1 % en 2011) et la fusion nucléaire.
Cette dernière source potentielle d’énergie est la seule capable de se substi-
tuer à terme aux 19 centrales nucléaires françaises qui représentent 58 réacteurs.
Théoriquement les centrales à fusion produiraient autant d’énergie que les centrales
classiques à ﬁssion, sans les déchets radioactifs à longue durée de vie. Cet avan-
tage ferait de la fusion une alternative crédible aux réacteurs actuels, surtout après
l’accident de Fukushima, le 11 mars 2011, qui provoqua la fermeture de certains
des 429 réacteurs du parc mondial et l’orientation de la politique internationale sur
l’énergie vers une sortie à long terme du nucléaire.
Peu après la seconde guerre mondiale, en 1951, le premier réacteur expérimental
de production d’électricité EBR-1 vit le jour aux Etats-Unis. La France disposera
d’une centrale fonctionnelle sur le site de Marcoule le 7 janvier 1956.
La ﬁssion s’imposa en premier lieu par sa simplicité d’exploitation : l’énergie
dégagée par les produits de ﬁssion est récupérée par un liquide calorifère qui induit
le fonctionnement de turbines génératrices d’électricité. Par souci de comparaison,
pour un kilo de combustible, les réactions de ﬁssion produisent 24 GWh contre
94 GWh pour la fusion Deutérium-Tritium. L’idée d’une fusion thermonucléaire
civile est donc née à la même époque que la ﬁssion mais plusieurs problèmes liés au
conﬁnement des particules et aux températures élevées font que ce système est plus
compliqué à mettre en œuvre.
12 Chapitre 1. Physique atomique et plasmas de fusion nucléaire
1.1.1 Principe
La fusion de deux noyaux, ayant chacun un nombre N de neutrons et un nombre
Z de protons, n’a lieu que si la barrière coulombienne est franchie. L’énergie de
liaison d’un noyau est donnée par :
B(A,Z) = Zmpc
2 +Nmnc
2 −M(A,Z)c2 (1.1)
où A = N + Z est le nombre de masse, M(A,Z) la masse totale réelle du noyau, c
la vitesse de la lumière, mp (resp mn) la masse d’un proton (resp neutron). B(A,Z)
représente l’énergie dégagée lors de la formation d’un noyau à partir de nucléons.
Plus B(A,Z) est grand plus le noyau obtenu est stable. L’énergie de liaison ne peut
dépasser une certaine limite comme le prouve la formule semi-empirique de Bethe
et Weizsäcker :
B(A,Z) ≈ 15A− 18A2/3 − 0.7Z(Z − 1)
A1/3
− 23(A− 2Z)
2
A
, (1.2)
où le premier terme est l’énergie de volume, le second l’énergie de surface, le troi-
sième l’énergie coulombienne et le dernier l’énergie d’asymétrie. Cette dernière est
avant tout un terme correctif : les noyaux tendant à avoir le même nombre de pro-
tons et de neutrons. La dépendance en A de B nous permet de tracer la courbe
"énergie de liaison par nucléon" en fonction du nombre de masse, soit B/A en
fonction de A.
Figure 1.1: Énergie de liaison par nucléon, B(A,Z), en fonction du nombre de
masse A.
Tous les noyaux tendent à se rapprocher de la conﬁguration stable du seuil
de la courbe correspondant au fer au moyen d’une réaction exoénergétique. Les
processus nucléaires induits par ce comportement montrent que la fusion de deux
noyaux d’hydrogène est plus énergétique que l’équivalent ﬁssion en noyaux lourds
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d’uranium (U). Si on considère les isotopes de l’hydrogène (deutérium 2H et tritium
3H), on obtient plusieurs réactions possibles, mais une seule a été retenue pour
l’utilisation expérimentale et, dans un avenir plus lointain, industrielle : la fusion
D−T.
D + D −→ 3He (0.82 MeV) + n (2.45 MeV)
T + T −→ 4He+n+n
D + T −→ 4He (3.52 MeV) + n (14.06 MeV)
Les réactions nucléaires ci-dessus sont les plus intéressantes mais il en existe
d’autres ne produisant pas de particules α ou bien mettant en jeu des noyaux
secondaires comme noyau parent (par exemple 3He).
D + D −→ T (1.01 MeV) + n (3.03 MeV)
D + D −→ 3He (0.82 MeV) + p (2.45 MeV)
D + 3He −→ 4He (3.67 MeV) + p (14.67 MeV)
Le choix de la réaction D + T−→4He + n découle de l’étude des sections eﬃcaces
σ pour chaque interaction. En eﬀet, les noyaux ne peuvent fusionner que par eﬀet
tunnel, la grandeur physique σ représente la probabilité que le "choc" entre les
particules provoque la création d’un noyau ﬁls. Compte tenu de la nature simple du
système étudié (A et Z faibles), plusieurs modèles furent développés pour calculer
cette grandeur, les plus connus étant ceux de Gamow [1] et Bosch et Hale [2]. La
ﬁgure 1.2 représente la section eﬃcace de réaction des réactions D-D et D-T en
fonction de l’énergie.
α
Τ
2
Figure 1.2: Sections eﬃcaces de réaction en fonction de l’énergie
On voit que la probabilité de la réaction D-T atteint son maximum dans une
gamme d’énergie de l’ordre de 100 keV (≈ 1 milliard de degrés). Ceci explique
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le choix de ce mélange pour l’étude de la fusion thermonucléaire en vue d’une
production d’énergie civile. De telles températures sont diﬃciles à atteindre. On les
rencontre dans les plasmas chauds.
Les plasmas chauds sont des gaz fortement ionisés qu’il faut conﬁner tout en
extrayant de l’énergie. Pour cela une analyse théorique a permis d’établir un critère
à l’ignition faisant intervenir les paramètres physiques. Ce critère est connu sous le
nom de critère de Lawson [3].
1.1.2 Critère de Lawson
L’étude de la faisabilité d’une centrale à fusion implique le rendement énergé-
tique, facteur primordial dans la recherche d’applications rentables. Le seul apport
interne est fourni par les réactions de fusion : les neutrons produits ne peuvent chauf-
fer le plasma car ils ont trop d’énergie pour que les autres particules les "voient". De
plus, ils ne sont pas conﬁnés. L’essentiel de l’apport est fourni par les particules α
(noyaux de 4He) sous forme d’énergie cinétique. La puissance dégagée par la fusion
des noyaux s’écrit :
Wfusion ≡ n
2
4
〈σv〉QDTV = Wα +Wn = 5Wα, (1.3)
où V est le volume du plasma, n la densité ionique, 〈σv〉 la moyenne de σ v (produit
de la section eﬃcace et de la vitesse des noyaux) sur la distribution des vitesses.
QDT est l’énergie libérée par la réaction D+T→ α+n.
L’énergie interne (thermique) du plasma s’écrit :
Eint =
3
2
nkBTV. (1.4)
Les collisions coulombiennes permettent le chauﬀage du plasma à travers le ﬂux de
particules α, ce qui implique que seulement un cinquième de l’énergie de fusion est
utile au système. En régime de fonctionnement normal, l’entretien d’une combustion
thermonucléaire implique que les pertes énergétiques équilibrent la puissance fournie
par la fusion :
Wpertes =Wα +Waux =
Eint
τE
, (1.5)
où τE est le temps de conﬁnement de l’énergie dans le plasma et Waux la puissance
fournie par les systèmes de chauﬀage. Le rendement théorique d’un réacteur se
déﬁnit comme le rapport de Waux et de la puissance produite par réaction de fusion
(Wfusion) :
Q =
Wfusion
Waux
. (1.6)
En portant l’équation 1.5 dans l’équation 1.6 on obtient
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Wα +Waux =Wfusion
(
1
5
+
1
Q
)
=
Eint
τE
ce qui donne :
τE =
Eint
Wfusion
(
1
5
+ 1
Q
) .
Et en remplaçant les termes Wfusion et Eint par leurs expressions (1.3 et 1.4) on
obtient le critère de Lawson :
nτE =
60kBT
〈σv〉QDT
(
1 + 5
Q
) (1.7)
Ce critère permet de caractériser et de paramétrer le conﬁnement du plasma. Il
existe plusieurs valeurs remarquables pour le rendement Q :
1. La première correspond à la notion de "breakeven" où la puissance injectée est
égale à la puissance −fusion− produite. Cette valeur n’a pour l’instant jamais
été atteinte mais fut approchée par le tokamak JET (Joint European Torus,
Culham Science Center, Abingdon) qui produisit par fusion l’équivalent de
70% de la puissance auxiliaire injectée.
2. Le cas où le rendement Q≫ 1, autrement ditWfusion ≫Waux, est ce qu’on ap-
pelle l’ignition. Le plasma est auto-entretenu et indépendant grâce à l’énergie
qu’il produit.
3. Le cas le plus réaliste, d’un point de vue industriel, est la valeur Q=14. C’est
l’objectif visé avec le réacteur expérimental ITER (International Thermonu-
clear Experimental Reactor) en mode stationnaire. Cette machine devrait
théoriquement atteindre Q = 30 en pic de puissance sur de courtes durées.
Le produit nτE doit donc être supérieur ou égal à une constante établie par les
variables T etQ. Le critère de Lawson déﬁnit la qualité du conﬁnement plasma. Il est
possible d’envisager plusieurs approches en jouant sur le seul paramètre ajustable
physiquement : la densité n ; la température kBT étant déﬁnie par minimisation de
ce critère nτE : 13.6 keV. Ce sont les approches basées sur le conﬁnement inertiel
et le conﬁnement magnétique, respectivement.
Pour un temps de conﬁnement élevé la valeur de la densité peut être relati-
vement faible, de l’ordre de 1012 − 1015 cm−3. Techniquement, la conﬁguration des
machines magnétiques permet des décharges plasma de longue durée et permet ainsi
d’atteindre un régime stationnaire, sur le principe d’une centrale classique à ﬁssion.
Actuellement, les recherches se font essentiellement sur des tokamaks tels que Tore
Supra (France), JET (Angleterre), ASDEX Upgrade (Allemagne), JT60 (Japon)
et EAST (Chine). Il existe par ailleurs d’autres concepts magnétiques comme le
stellerator (W7X en Allemagne) ou le spherator (FM-1 Japon).
Avec un temps de conﬁnement petit, la densité doit être très élevée 1022 −
1024 cm−3. C’est la voie de la fusion inertielle qui consiste à focaliser des faisceaux
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laser intenses sur une cible et à comprimer la matière jusqu’à atteindre l’allumage
par collision des atomes. Des recherches sont poursuivies au CESTA (Bordeaux)
avec le LMJ (Laser Mégajoule) ou à Livermore, près de San Francisco, avec le NIF
(National Ignition Facility).
1.2 Les modes de confinement
Les recherches dans le domaine de la fusion ont permis de déﬁnir le critère de
Lawson qui établit un domaine en température et en densité permettant l’ignition.
1.2.1 Fusion inertielle
La fusion inertielle consiste à créer un plasma de haute densité en focalisant
des faisceaux laser sur une cible contenant un mélange D-T. On distingue plusieurs
voies. Dans le schéma classique, la compression d’une cible de D-T, de dimension
2.4 mm ou 4 mm, est réalisée grâce à des impulsions nanosecondes de quelques
kJ. Celles-ci fournissent l’énergie nécessaire à l’augmentation de la pression dans le
plasma qui induit l’ignition. Au ﬁl des ans, deux approches alternatives ont vu le
jour : l’allumage rapide qui s’appuie sur une impulsion ultracourte après compression
pour déclencher la fusion, et la Z-machine utilisant le Z-pinch.
Ces méthodes impulsionnelles nécessitent un refroidissement des lasers après
chaque tir et la mise en place d’une nouvelle cible. Ce désavantage est aussi un
point positif sur la sécurité d’un possible réacteur à fusion inertielle. En cas de
problème sur la machine, le système s’arrête après destruction d’une seule capsule
ce qui évite l’emballement et présente ainsi un net avantage sur les centrales à
ﬁssion.
a Schéma classique
Dans le schéma classique, la compression se fait isotropiquement grâce au rayon-
nement fourni par une chaîne laser. Cette action provoque une augmentation de la
densité et de la température dans le plasma. L’ablation de la couche externe de
la capsule et la détente du plasma vers l’extérieur induit une onde de choc qui se
propage jusqu’à son coeur. Pour éviter une trop grande variation d’entropie, suite
à la compression rapide, on calibre plusieurs ondes de choc, par augmentation de
la puissance laser, de sorte qu’elles se propagent et atteignent le centre du plasma
au même temps t. En théorie, seul le noyau de combustible, appelé point chaud,
atteint une température suﬃsante pour induire des réactions de fusion. Les noyaux
ﬁls d’hélium 4He ainsi créés chauﬀent le plasma alentour par collision, provoquant
ainsi de nouvelles réactions. Ce phénomène de propagation de l’énergie provoque
une dispersion du plasma, qui ne reste conﬁné et allumé que 50 ps. Les simulations
prédisent que lors d’un tir l’énergie dégagée est de l’ordre de 100 MJ−1 GJ pour
environ un tiers du combustible brûlé dans le point chaud.
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L’installation LMJ possèdera quatre halls laser avec, en bout de chaîne, 240 fais-
ceaux qui seront focalisés, après une conversion de fréquence, sur la cible se trouvant
dans la chambre d’expérience. Celle-ci est constituée d’une sphère en aluminium de
diamètre égal à 10 mètres et recouverte de béton boré pour protéger les utilisateurs
du rayonnement. Les premiers tirs sont prévus pour 2014, avec seulement deux
chaînes laser (soit 16 faisceaux). En comparaison, l’installation du NIF ne possède
que 192 faisceaux. Le système expérimental est donc connu mais il reste l’aspect
irradiation/compression de la cible pour lequel plusieurs approches existent.
Approche directe
L’approche directe est la méthode la plus intuitive pour envisager l’ignition.
Elle fut étudiée dans les années 50 mais ne devint vraiment envisageable qu’après
la découverte du laser en 1960. Dans ce domaine, les recherches étaient classiﬁées et
on ne parla publiquement de fusion par laser qu’à partir de 1972 avec la publication
de Nuckolls [4]. Cette approche consiste à comprimer directement la capsule, ﬁgure
1.3, contenant le mélange D−T avec des lasers d’intensité totale 1014−1015 Wcm−2.
4.0
Figure 1.3: Composition de la cible pour la fusion inertielle. (1) : D−T gazeux
− 1.76 mm de rayon, (2) : D−T solide (cryogénique) − 0.2 mm, (3) : plastique +
dopants − 0.04 mm
.
Cette cible est constitué d’un ablateur en plastique qui peut contenir des dopants
sous forme de trace pour augmenter l’absorption des faisceaux incidents, et d’un
noyau de D−T sous forme cryogénique.
18 Chapitre 1. Physique atomique et plasmas de fusion nucléaire
D-T
(1) (2) (3) (4)
Figure 1.4: (1) : Irradiation de la capsule ; (2) : Compression du combustible par
éjection du plasma de bord ; (3) : Allumage du point chaud ; (4) : Combustion du
mélange D−T
Cette approche qui est schématisée dans la ﬁgure 1.4, est la plus simple mais
elle présente de fortes contraintes qui sont liées à la géométrie de la compression.
Pour que le plasma soit parfaitement symétrique, et donc que le noyau soit sphé-
rique, les lasers doivent être très ﬁnement synchronisés en puissance et doivent être
focalisés avec précision sur la capsule. L’asymétrie provoque des instabilités hydro-
dynamiques, la plus importante étant celle de Rayleigh-Taylor [5], aussi appelée
instabilité d’interchange. Cet eﬀet, qui ne peut pas être contrôlé, est le principal
problème de l’approche directe.
Les recherches pour diminuer l’amplitude de ces eﬀets hydrodynamiques per-
mirent de développer le schéma indirect dans lequel la capsule de combustible est
placée au centre d’un "four".
Approche indirecte
L’approche indirecte est le schéma standard dans la plupart des installations
de fusion inertielle de par le monde. Dans cette approche, l’irradiation laser ne se
fait pas directement sur la capsule de combustible mais sur une cavité cylindrique,
appelé Hohlraum, dont la paroi intérieure est recouverte d’une ﬁne couche d’or.
L’interaction laser-paroi produit un plasma d’or qui émet des rayons X . Ce rayon-
nement produit une compression relativement isotrope de la capsule contenant le
mélange de D−T. Le rendement calculé par les simulations supposent que ∼ 70%
de l’énergie du faisceau incident est convertie en rayonnement X (en raison du Z
élevé de l’or).
Initialement la cavité n’est pas vide mais contient un gaz léger (mélange Helium-
Hydrogène) qui initie un plasma à l’instant où les faisceaux laser entrent dans celle
ci. Ce gaz est présent aﬁn d’éviter l’expansion du plasma d’or créé par l’irradiation
de la paroi. Dans un cas idéal, l’énergie du laser serait entièrement déposée sur
l’or, mais concrètement ces faisceaux se propagent d’abord dans le plasma He−H
ainsi qu’une partie du plasma d’or, après la phase initiale. Ceci induit des eﬀets
d’absorption et des eﬀets non linéaires dans l’interaction laser-plasma. Ces derniers
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empêchent le transfert de l’énergie au plasma. Ils sont connus sous le nom de pro-
cessus d’instabilités paramétriques. Ces instabilités font l’objet de recherches dans
beaucoup d’installations comme le CELIA à Bordeaux ou le LULI à Palaiseau [6]
car elles provoquent des rétrodiﬀusions liées au couplage avec une onde plasma : dif-
fusion Brillouin pour les ions et Raman pour les électrons. De plus des phénomènes
de ﬁlamentation du laser peuvent apparaître, ce qui nuit au dépôt de puissance
sur la paroi du Hohlraum ainsi qu’une possibilité de création d’électrons runaways
(relativistes) qui perturbent l’absorption de l’énergie laser.
10 mm 
Figure 1.5: Schéma de l’irradiation dans le cas de l’approche indirecte.
L’avantage sur l’approche directe est que la compression par le rayonnement X
est plus isotrope et les modèles de simulation sont biens connus [7]. L’absorption
des X-mous et des X-durs par la cible fait l’objet de recherches intenses dans le
domaine de la physique atomique. En eﬀet, l’opacité des dopants est primordiale
car elle peut améliorer de manière importante la compression. De nombreux codes
d’opacité se développèrent donc aux cours des dernières décennies pour simuler ce
système correctement. De même, la connaissance précise du spectre en émission de
l’or a été un enjeu majeur ces dernières années.
b L’allumage rapide
L’allumage rapide consiste en une compression de la cible par des impulsions ns
suivies d’un dépôt de l’énergie sur le point chaud au moyen d’une impulsion laser
ps ultra-intense (1020 W/cm2). L’allumage rapide fut envisagé dans les années 90.
Il se compose de 3 étapes [8].
La première étape -compression- n’a pas besoin d’être parfaitement isotrope.
Elle ne sert qu’à augmenter la densité de la cible. La deuxième sert à creuser un
tunnel dans le plasma aﬁn d’atteindre le point chaud. La dernière sert à allumer le
combustible en fournissant l’énergie nécessaire à l’allumage. L’idée est de déposer
l’énergie à travers le transport des électrons dans le plasma jusqu’au point chaud.
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Cette méthode est isochore et montre un gain théorique de réaction supérieur au
gain du schéma classique qui lui est isobare. La simplicité du principe n’empêche
pas de nombreux problèmes inhérents au creusage du canal. Comme pour l’attaque
indirecte, des instabilités paramétriques, surtout de ﬁlamentation, existent dans le
plasma ainsi que des instabilités de propagation. Dans ce modèle, cela engendre
des problèmes de diﬀusion, pertes d’énergie, création d’électrons suprathermiques,
pointage non précis du laser, propagation non contrôlée etc...
(1) (2) (4)(3)
Figure 1.6: Schéma du processus d’allumage rapide. (1) : Irradiation et compres-
sion du combustible par éjection du plasma de bord, (2) : Creusage par laser du
tunnel dans le plasma de l’ablateur, (3) : Allumage du point chaud par une impul-
sion laser ps (4) : Combustion du mélange D−T
.
Pour remédier à ces instabilités plusieurs solutions sont envisagées, en particulier
en agissant sur les paramètres physiques telles que la densité (compression initiale)
ou en réalisant un cône d’entrée laser [9]. Le transport des électrons, qui joue un rôle
important, est sujet aux eﬀets d’instabilités (ﬁlamentation, instabilité de Weibel...)
[10] et des eﬀets du milieu tels que le ralentissement dû aux chocs entre particules
et à la diﬀusion du faisceau électronique.
En Europe, de nombreuses installations sont en développement aﬁn de tester
la faisabilité d’une telle approche. On distingue le laser ultra-intense PETAL (Bor-
deaux), caractérisé par des impulsions de 3.5 kJ pendant 0.5 à 5 picosecondes, qui
sera à terme couplée avec le LMJ. Cette installation permettra de faire des tests
en prévision de la construction de HIPER (High Power laser Energy Research) qui
sera un démonstrateur d’un réacteur à fusion inertielle civil à l’instar de ITER pour
la fusion magnétique. Les deux approches, directe et indirecte, seront testées ainsi
que la faisabilité de la répétition des tirs, pré-établie par PETAL et le LMJ, ca-
dencé à 10 tirs par seconde. Cette fréquence est le cap technologique à résoudre
avant de pouvoir envisager la construction de HIPER en Angleterre aux environs
de 2015− 2020.
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c Z-Machine
La Z-machine se trouve au Sandia National Laboratories à Albuquerque (Nou-
veau Mexique). Elle est basée sur le principe physique du Z-pinch, et donc sur la
striction magnétique d’un plasma. Le rayonnement X émis permettrait de compri-
mer une capsule de combustible selon le même principe que l’approche indirecte.
L’installation est constituée de ﬁls minces de tungstène formant un cylindre,
dans lesquels on fait circuler un courant de très haute intensité (26 MA) pendant
100 ns. Au passage de ce courant de densité j, les ﬁls se mettent à l’état de plasma
quasi instantanément, et un champ magnétique orthoradial est créé. Son expression
est déduite du théorème d’Ampère : B(r) =
µ0 I
2πr
uθ, où r est la distance à l’axe du
cylindre.
(1) (2) (3)
X-rays
xx x
y y y
z z z
Figure 1.7: Schéma de principe de la Z-machine. (1) : Circulation du courant dans
les ﬁlaments de tungstène et création du plasma, (2) : Pincement de la colonne
plasma par la force de Laplace, (3) : Equilibre de Bennett, rayonnement X.
L’eﬀet de pincement est dû à la force de Laplace j ∧ B(r) (ici centripète),
qui comprime la colonne plasma. Les particules du bord se déplacent donc vers
l’axe du cylindre. Cela provoque une "implosion" du plasma sur l’axe uz. L’énergie
cinétique de la matière ainsi déplacée se transforme au cours du transport en énergie
thermique par collisions avec les électrons et ions du milieu. Un équilibre se fait
alors entre la pression magnétique et la pression cinétique (stagnation), c’est ce que
l’on nomme l’équilibre de Bennett. Pour les éléments lourds, ici le tungstène, une
partie de l’énergie thermique est émise sous forme de rayons X-mous (≃350 TW).
Seulement 20 % de l’énergie électrique est convertie en rayonnement X.
Des études ont établi des lois sur l’émissivité en fonction du nombre de ﬁls.
En régime standard, il y a 240 ﬁls de tungstène de 7.5 µm de diamètre. En ce
qui concerne la fusion, il a été envisagé dans les années 90 de modiﬁer une des
machines Z pour étudier un modèle alternatif aux lasers intenses. Comme l’approche
par compression laser ce schéma est impulsionnel et nécessite un Hohlraum très
similaire à l’attaque indirecte. La recherche sur la fusion sur machine Z-pinch fut
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relancée en 1997 avec la reconﬁguration d’un des accélérateurs du laboratoire de
la Sandia. S’ensuivirent plusieurs modèles de Hohlraum dont le plus prometteur,
à l’heure actuelle, est celui du double Z-pinch [11] La ﬁgure 1.8 ci-dessous est une
représentation schématique du Hohlraum avec double Z pinch.
x
y
z
Figure 1.8: Schéma du hohlraum de la machine Z. Au centre, la capsule contenant
le combustible.
L’intérêt de la fusion par Z-pinch réside dans le rendement énergétique d’un
tir. La cible peut être d’une taille plus importante (Hohlraum de 3 cm, capsule de
quelques mm). L’énergie attendue suite à l’allumage est estimé à 1.2 GJ pour la
valeur la plus basse ; c’est-à-dire un ordre de grandeur supérieur au rendement du
schéma classique.
1.2.2 Fusion magnétique
La fusion magnétique implique des temps de conﬁnement longs, en comparaison
de la fusion inertielle, et des densités plus faibles, typiquement 1012−1015 cm−3. En
raison de ces valeurs basses, le chauﬀage ne peut se faire via les collisions. Des sys-
tèmes secondaires externes -antennes/injection de particules- sont donc nécessaires
pour atteindre l’allumage.
Le conﬁnement du plasma est assuré par un jeu de bobines qui créent un champ
magnétique délimitant une chambre d’expérience. Les particules sont conﬁnées par
la force de Laplace. Il en résulte que les ions et les électrons composant le plasma
orbitent autour des lignes de champ B. Par analogie aux orbites planétaires, on
peut déﬁnir la période de circonvolution d’une particule. Le champ électrique n’est
pas considéré dans les équations. Dans un plasma, il y a un eﬀet de moyenne qui
sera abordé dans une prochaine section. L’équation se réduit à :
m
dv
dt
= qv ∧B.
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En projetant sur l’axe parallèle à B et dans le plan perpendiculaire à celui-ci, on
obtient
m
dv⊥
dt
= qv⊥ ∧B,
dv‖
dt
= 0.
Si on considère le champ B selon l’axe uz, B=Bzuz, on peut écrire la vitesse au
moyen de coordonnées cartésiennes dans le plan (xOy) orthogonal à uz.
m
dvx
dt
= qvyBz,
m
dvy
dt
= −qvxBz,
où vx et vy sont les composantes de v sur ux et uy, respectivement. Ces équations
couplées se résolvent dans l’espace complexe en posant V = vx + i vy. On obtient
alors une équation unique :
dV
dt
+ i ωc V = 0,
où ωc est une fréquence caractéristique, appelée fréquence cyclotron, de l’orbite de
la particule autour d’une ligne de champ :
ωc =
|q|B
m
. (1.8)
On peut alors exprimer le rayon de l’orbite en égalant la vitesse des électrons au
sein du plasma à la vitesse thermique. On obtient alors :
RLarmor =
vth
wc
,
où la vitesse thermique vth est égale à
√
3kBTe/m. On a alors :
RLarmor =
√
3mkBTe
|q|B . (1.9)
Le champ magnétique permet de conﬁner le plasma dans le plan qui lui est
orthogonal, mais les particules ont un mouvement libre suivant son axe. Pour re-
médier à ce problème, il a fallu concevoir une machine dont les lignes de champ se
referment sur elles-mêmes. Ainsi, les constituants du plasma restent conﬁnés. La
géométrie de champ magnétique la plus simple est la forme torique.
L’ignition ne peut être atteinte qu’avec des températures au voisinage de 10 keV.
Le chauﬀage se faisant majoritairement par injections de neutre IDN (absorption
par collisions) ou au moyen d’ondes générées par des antennes (absorption sans
collisions) réglées sur les fréquences cyclotroniques électroniques (FCE) ou ioniques
(FCI) ou sur la fréquence hybride (LH).
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Diﬀérentes machines sont basées sur ce principe. Elles utilisent des symétries
magnétiques diﬀérentes. La plus courante est le tokamak que nous allons maintenant
décrire.
a Tokamak
Principe
Le tokamak est une machine qui a été développée en Russie au cours des an-
nées 50. Il fut utilisé pour l’étude de la fusion thermonucléaire dans les décennies
suivantes [12]. Il se présente comme une machine torique dans laquelle le plasma,
créé par claquage, est conﬁné grâce à des bobines toroïdales. Le problème de cette
conﬁguration, très simple, apparaîtra quelques années après. Il est dû aux vitesses
de dérive magnétique des particules, qui sont liées au gradient et à la courbure du
champ magnétique. Les ions et les électrons sont donc séparés verticalement dans
le plasma, ce qui provoque sa recombinaison. Pour essayer de compenser cet eﬀet,
on introduit un solénoïde central qui crée un champ magnétique vertical qui induit
un courant toroïdal dans le plasma. Ce courant génère un champ Bθ (coordonnées
toriques) qui fait que les lignes de champ prennent une forme hélicoïdale se refer-
mant sur elles-mêmes après un tour du tore (voir Fig. 1.9, système analogue à un
transformateur). Les eﬀets de dérive sont donc moyennés sur un tour et sont ainsi
stabilisés.
φ
Figure 1.9: Coordonnées toriques
Il est donc possible, théoriquement, d’obtenir des temps de conﬁnement signiﬁ-
catifs permettant ainsi le chauﬀage du plasma et l’ignition. Expérimentalement, le
pilote de la machine doit s’assurer que le plasma reste loin des parois du tokamak
aﬁn d’éviter que des impuretés ne viennent le polluer. Néanmoins, le plasma repose
sur ce qu’on appelle le limiteur. Le tokamak Tore Supra (CEA, Cadarache) est basé
sur ce principe. Le limiteur implique que la conﬁguration magnétique du plasma a
une géométrie circulaire.
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Le limiteur permet de déﬁnir la limite où les lignes de champ se referment sur
elles-mêmes, et donc la dernière surface magnétique fermée (DSMF). Mais par ce
contact une partie de la chaleur est dissipée. La zone partiellement conﬁnée, après
la DSMF, se situant à l’extérieur jusqu’au plasma faisant face à la paroi est appelée
SOL (Scrape Oﬀ Layer). En raison de la forte concentration en impuretés issues de
la paroi du tokamak, la SOL est le siège de nombreuses réactions atomiques.
Figure 1.10: Limiteur et surfaces magnétiques de la conﬁguration limiteur et di-
vertor. Courbes rouges : surfaces magnétiques non fermées, courbes bleues : surfaces
magnétiques fermées. La courbe discontinue représente la dernière surface magné-
tique fermée (DSMF). (1) : Point X magnétique, (2) : Divertor.
Lorsque des réactions de fusion se produisent, il faut pouvoir recycler aisément
une partie des déchets du plasma. Le composant divertor a ainsi été développé pour
extraire la chaleur et les cendres d’hélium, et fera partie de la chambre du réacteur
ITER. Les symétries magnétiques en présence du divertor font que le plasma a une
section en D (Fig. 1.10). Le point X correspond à la zone ou le champ magnétique
poloïdal est nul ce qui permet de capter l’hélium créé par fusion, ainsi que les
cendres des impuretés éjectées du plasma. L’autre avantage de cette conﬁguration
est que la paroi est loin du plasma. On limite ainsi les eﬀets de pollution par des
atomes lourds. Les tokamaks ASDEX Upgrade, JET, JT60 sont basés sur cette
conﬁguration.
Chauffage
L’enjeu d’une telle machine est de produire de l’énergie sans interruption. Il faut
donc pouvoir chauﬀer le plasma en continu. La création de courant plasma par le
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solénoïde central permet d’obtenir, par eﬀet Joule, des températures voisines de 2
keV, ce qui n’est pas suﬃsant. Le chauﬀage par eﬀet Joule est limité par une satu-
ration due à la dépendance de la résistance du plasma en Te. On doit donc recourir
à des chauﬀages additionnels basés sur les fréquences cyclotroniques ioniques et
électroniques. Ceux-ci prennent la forme d’antennes réglées sur ces fréquences (40
MHz pour les ions et ≈ 100 GHz pour les électrons) qui injectent de l’énergie au
cœur du plasma.
L’autre système utilisé sur la plupart des machines est l’injection de neutres
(environ 20 MW disponibles). Ce sont des atomes d’hydrogène qui sont ionisés,
accélérés puis neutralisés avant d’être injectés dans le plasma. Cette méthode permet
de générer un courant plasma et réalimente la machine en combustible. L’ionisation
peut donner, selon la procédure utilisée, des ions négatifs [13] ou positifs avec des
rendements liés à l’obtention du faisceau de neutres diﬀérents.
La conﬁguration idéale est réalisée lorsque la densité et la température sont
élevées au cœur ; une forte densité au bord impliquant une puissance rayonnée élevée
et donc un écrantage des impuretés. Mais il existe un transport des particules du
bord vers le centre du plasma qui peuvent le refroidir dans le cas d’impuretés lourdes
[14] (Tungstène, Fer, Béryllium..). Actuellement, de nombreuses études caractérisent
le transport aﬁn d’inverser les coeﬃcients de transport pour éjecter ces ions vers le
bord aﬁn de puriﬁer le cœur [15].
Mode de confinement
Plusieurs modes de conﬁnement furent envisagés aux cours d’expériences sur les
installations tokamaks (voir Fig. 1.11, ci-dessous).
1. Le mode L (Low conﬁnement) qui correspond au conﬁnement le plus standard
observable. On l’associe au plasma en conﬁguration limiteur. Néanmoins, des
instabilités MHD (association des lois de la mécanique des ﬂuides et des équa-
tions de Maxwell), sont présentes sous formes de dents-de-scie (chute brutale
de la température dans le cœur suivie d’une augmentation lente qui se répètent
de manière périodique). Dans les expériences actuelles, on arrive à minimiser
et contrôler ce phénomène en paramétrant le chauﬀage sur ces instabilités.
2. Le mode H (High conﬁnement) a été découvert, de manière fortuite, en 1982,
dans le tokamak ASDEX Upgrade [16]. C’est un mode plus évolué dans lequel
une barrière de transport apparaît au niveau de la DSMF lorsque la puissance
de chauﬀage est suﬃsante et dépasse un certain seuil. De plus, les turbulences
plasma sont amoindries. Il dépend également de la géométrie du plasma : en
conﬁguration divertor ce régime est aisément atteint au contraire d’un toka-
mak avec limiteur. Le temps de conﬁnement de l’énergie et des composants du
plasma est multiplié par deux environ. Ce régime de fonctionnement amélioré
est celui qui est prévu pour le projet ITER. La possibilité de créer des bar-
rières internes de transport par contrôle du chauﬀage permettrait de maîtriser
à terme le transport et le proﬁl de courant de la décharge plasma.
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Figure 1.11: Modes opérationnels d’un tokamak. (1) : Dents de scie, (2) : ELM
(Edge Localized Modes), ETB (Barrière de transport externe), ITB (Barrière de
transport interne), AOM (Modes d’opérations avancés). r/a : rayon normalisé (a :
petit rayon du plasma).
Ce mode de fonctionnement, bien que plus eﬃcace en terme de fonctionnement,
fait apparaître d’autres instabilités MHD, connues sous le nom de ELM (Edge Loca-
lized Modes), sur le bord du plasma. Celles-ci provoquent périodiquement l’éjection
d’ions et d’électrons ainsi que de l’énergie sur la paroi externe de la chambre, pou-
vant détériorer les diagnostics et l’enceinte (voir Fig. 1.11). Le plasma déstabilisé
disrupte instantanément si l’énergie libérée est trop grande. Les modes ELM doivent
être contenus et contrôlés pour que la fusion magnétique soit envisageable en tant
que source d’énergie.
ITER devrait permettre la résolution de ces problèmes et démontrer la perti-
nence de l’approche tokamak. Dans le tableau ci-dessous, on compare les caracté-
ristiques de la machine à celles de machines existantes.
Les machines Tore Supra et ITER sont caractérisés par des temps de décharge
longs en raison de leur bobines supraconductrices qui évitent le chauﬀage des com-
posants conduisant le courant initiateur du champ. Les simulations ont montré que
ITER devrait fournir environ 500 MW de puissance fusion pour atteindre Q=10.
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Tore Supra ASDEX-Upgrade ITER
Section Circulaire en D, point X en D, point X
Grand rayon (m) 2.40 1.65 6.20
Petit rayon horizontal (m) 0.72 0.5-0.8 2
Petit rayon vertical (m) N/A N/A 6.80
Champ toroïdal (T) 3.9 3.9 5.3
Courant plasma (MA) 1.5 1.6 15
Chauﬀage FCE (MW) 0.5 2 20
Chauﬀage FCI (MW) 9 8 20
Chauﬀage hydride LH (MW) 4 N/A N/A
Chauﬀage par neutres (MW) 0.5 20 33
Temps de la décharge ≃ minutes ≈ qq secondes Q=15 → permanent,
Q=30 → ≈ qq 10 minutes
Table 1.1: Caractéristiques des tokamaks Tore Supra, ASDEX-Upgrade et ITER.
b Les stellarators
Ce qui diﬀérencie le stellarator du tokamak est le courant plasma qui est nul dans
le cas d’un stellarator. Le champ poloïdal est établi par la géométrie des bobines
extérieures. Cette géométrie est compliquée à concevoir et à mettre en oeuvre. Elle
a nécessité des calculs et des simulations numériques. Le principe du stellarator,
développé en 1952 par Lyman Spitzer a un avantage certain sur le tokamak : le
courant étant quasi nul, il n’y a aucun risque de disruption. Ceci s’explique par de
la densité de Greenwald :
nGW(10
20 cm−3) =
I(MA)
πa2
.
Lorsque cette limite est atteinte, le plasma se met à rayonner fortement, essentiel-
lement au bord. Le courant, s’il existe, augmente et provoque l’apparition d’axes
magnétiques secondaires qui déstabilisent l’ensemble du système qui ﬁnit par tou-
cher la paroi de l’enceinte. Ce phénomène s’appelle disruption. Dans le cas d’un
stellarator, cette limite n’est jamais atteinte. Il est donc possible, en théorie, d’avoir
un plasma en régime permanent.
Un projet allemand de construction d’un stellarator -W7X- est en cours à Greif-
swald en Allemagne (voir Fig. 1.12, Table 1.2). C’est le successeur de W7-AS et il
doit démontrer la pertinence des stellarators de nouvelle génération pour l’étude de
la fusion nucléaire à l’instar de ITER pour les tokamaks.
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Figure 1.12: Schéma d’un stellarator.
Section en D, point X
Grand rayon (m) 5.5
Petit rayon horizontal (m) 0.53
Petit rayon vertical (m) N/A
Champ Toroïdal (T) 3
Courant plasma (MA) N/A
Chauﬀage (MW) 14
Temps de la décharge ≈ qq minutes, < 30 min
Table 1.2: Caractéristiques du stellarator W7X.
Il existe d’autres installations de fusion magnétique basées sur d’autres prin-
cipes : les héliotrons comme le LHD (Large Helical Device) au Japon, ou le RFX en
Italie, qui est basé sur le reversed Field Pinch. Ce dernier utilise le même principe
que le tokamak mais la conﬁguration magnétique est diﬀérente. Les champs Bθ et
Bφ ont le même ordre de grandeur, et le champ toroïdal inverse son signe entre les
côtés interne et externe du plasma. Cette conﬁguration est bien adaptée à l’étude
des instabilités magnétohydrodynamiques qui sont favorisées [17].
La physique atomique joue un rôle important dans la caractérisation du plasma.
En eﬀet, la connaissance des spectres en émission ou en absorption est essentielle,
d’une part à des ﬁns de diagnostic du plasma et d’autre part comme moyen d’op-
timiser la compression de la capsule de D-T, en cherchant les bons mélanges de
dopants.
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1.3 Physique atomique
La connaissance des proﬁls d’émission et d’absorption nécessite un calcul de
la structure atomique du système radiatif, i.e., atome ou ion chargé positivement.
Dans la suite, on appellera atome un tel système. La structure atomique comprend
la connaissance des énergies des niveaux liés et les taux de transition lié-lié, lié-libre.
La complexité des calculs réside dans :
– l’occupation des diﬀérentes couches atomiques
– la présence d’un environnement −le plasma− qui perturbe l’atome.
Dans cette partie, on s’intéressera à un atome isolé. L’action de l’environnement
(plasma) sera traitée plus loin.
1.3.1 Définitions : Configuration, superconfiguration
La structure d’un atome à un électron (hydrogène ou ion hydrogénoïde) peut
être connue de manière exacte (voir Annexe 1). Pour un système aussi simple, l’état
physique est caractérisé par l’ensemble des nombres quantiques : n, l, ml et ms. Le
nombre quantique principal n représente une couche. A cette couche sont associées
des sous-couches, chacune étant représentée par les nombres quantiques nl. Ainsi, à
une couche caractérisée par n sont associées n sous-couches nl, avec 0 ≤ l ≤ n− 1.
Une sous-couche nl peut contenir au maximum 2(2l + 1) électrons. On déﬁnit la
conﬁguration électronique non relativiste par :
C = (n1l1)
N1(n2l2)
N2(n3l3)
N3 · · ·
où Ni est le nombre d’électrons occupant la sous-couche nili. On a N1+N2+N3+
· · · = N , où N est le nombre d’électrons liés.
Par convention, on appelle
• couches K, L, M, · · · les couches correspondant à n = 1, 2, 3 · · · , respective-
ment
• sous-couches s, p, d, · · · les sous-couches correspondant à l = 0, 1, 2 · · · ,
respectivement
L’état fondamental correspond à la conﬁguration dans laquelle les électrons oc-
cupent les sous-couches d’énergie la plus basse, selon la règle de Klechkowski. Toute
autre conﬁguration génère des états excités. Les états excités ne sont accessibles
que lorsque l’atome/ion est perturbé. Dans notre cas, la perturbation est due à un
plasma chaud, parfois appelé bain. Lorsque la température du bain est élevée, les
états associés à des couches de n élevé (jusqu’à 7−8 dans certains cas) peuvent être
occupés. Déﬁnissons la superconﬁguration (SC). Celle-ci est obtenue en remplaçant
dans C les sous-couches par des super-couches. Une super-couche σi est un ensemble
de sous-couches :
SC = (σ1)
N1(σ2)
N2(σ3)
N3 · · · ,
1.3. Physique atomique 31
où Ni est le nombre d’électrons occupant la super-couche σi. On a N1 +N2 +N3 +
· · · = N
Etudions un exemple simple pour illustrer ces structures. Considérons les atomes
He, Ne et Zn de numéros atomiques 2, 10 et 30, respectivement. Dans le tableau
ci-dessous, nous indiquons la dernière couche, les sous-couches occupées et la conﬁ-
guration associée à l’état fondamental. Le zinc est un cas particulier de l’application
de la règle de remplissage de Klechkowski (observée par Madelung) : l’énergie de la
sous-couche 4s est plus basse que celle de la sous-couche 3d. Elle est donc remplie
en premier [18, 19].
Atome He Ne Zn
Dernière couche n = 1 ( couche K) n = 2 (couche L) n = 3 (couche M)
Sous-couches l =0 (1s) l=0, 1 (2s, 2p) l=0, 1, 2 (3s, 3p, 3d)
C fondamentale 1s2 [He] 2s2 2p6 [Ne] 3s2 3p6 3d10 4s2
Etats occupés ↑↓︸︷︷︸
1s
↑↓︸︷︷︸
2s
↑↓ ↑↓ ↑↓︸ ︷︷ ︸
2p
↑↓︸︷︷︸
3s
↑↓ ↑↓ ↑↓︸ ︷︷ ︸
3p
↑↓ ↑↓ ↑↓ ↑↓ ↑↓︸ ︷︷ ︸
3d
↑↓︸︷︷︸
4s
Considérons la SC dans laquelle les super-couches sont en fait des couches. Dans ce
cas,
SC = (n1)
N1(n2)
N2(n3)
N3 · · · .
Intéressons-nous maintenant au cas particulier de la SC dans laquelle les couches K
et L sont pleines et la couche M contient trois électrons : (1)2(2)8(3)3. Nous donnons
dans le tableau ci-dessous la liste des conﬁgurations non-relativistes associées à cette
SC.
SC (1)2(2)8(3)3
Conﬁgurations non-relativistes 3s2 3p1
associées 3s2 3d1
3s1 3p2
3s1 3p1 3d1
3s1 3d2
3p3
3p2 3d1
3p1 3d2
3d3
Lorsque l’atome comporte plusieurs électrons, l’équation de Schrödinger est diﬃ-
cile à résoudre. On distingue les interactions électron-noyau, électron-électron, spin-
orbite etc. L’Hamiltonien de l’atome s’écrit :
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H = −
N∑
k=1
∇2k −
N∑
k=1
2Z
rk
+
N∑
k,j (k>j)
2
rkj
+
N∑
k=1
ζk(rk)(lk · sk), (1.10)
On omettra les termes relativistes de masse-vélocité et de Darwin. La diﬃculté de
la résolution de l’équation de Schrödinger vient de l’interaction électron-électron,
(2/rkj). Les méthodes de résolution les plus couramment utilisées consistent à dé-
terminer le potentiel V (r) ressenti par un électron lorsque ce dernier est soumis au
champ créé par les N−1 autres électrons et le noyau. On suppose que le champ cal-
culé est stationnaire et présente une symétrie sphérique. Cette approche est connue
sous le nom de modèle du champ −moyen− central. Les eﬀets relativistes peuvent
être inclus dans ce champ moyen car ils dépendent des coordonnées d’un seul élec-
tron.
La fonction d’onde d’un électron est notée φα, où α désigne un ensemble de
nombres quantiques. La fonction d’onde totale de l’atome est une combinaison li-
néaire de telles fonctions d’onde. Le principe d’exclusion de Pauli impose que l’état
quantique soit complètement antisymmétrique, ce qui conduit à
ψ(1, 2, · · · , N) = 1√
N !
∑
P
ǫPP{φα(1)φβ(2) · · ·φν(N)}, (1.11)
où ǫP est la parité de la permutation P , ǫP=+1 (-1) si la permutation est paire
(impaire). La fonction d’onde peut aussi s’exprimer sous la forme d’un déterminant
de Slater :
ψ(1, 2, · · · , N) = 1√
N !
φα(1) φα(2) · · · φα(N)
φβ(1) φβ(2) · · · φβ(N)
...
...
...
...
φν(1) φν(2) · · · φν(N)
(1.12)
Le déterminant de Slater s’annule si deux électrons occupent le même état quan-
tique. On retrouve donc le principe d’exclusion de Pauli. Lorsque l’atome est isolé,
les électrons occupent tous les niveaux d’énergie inférieure à l’énergie de Fermi. Si
l’atome est dans un plasma, des électrons peuvent occuper des niveaux d’énergie su-
périeure à l’énergie de Fermi. Les taux d’occupation des niveaux discrets dépendent
de la température et de la densité du plasma environnant.
Aﬁn de résoudre l’équation de Schrödinger, il faut choisir le type de couplage
entre le moment cinétique orbital et le spin. Il en découle l’utilisation d’une base dans
laquelle on exprimera les fonctions d’onde solutions de l’équation de Schrödinger. La
résolution de cette équation donnera les énergies et les fonctions d’onde de l’atome.
Voyons les divers types de couplage des moments cinétiques.
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1.3.2 Couplage électronique
L’Hamiltonien de l’atome isolé est invariant par rotation. Il commute donc avec
le moment cinétique total J. Si on utilise la base |JM〉 constituée par les vecteurs
propres de J2 et Jz, la matrice de H sera diagonale et sa résolution donnera des
valeurs propres. Chaque valeur de J conduira à une valeur propre de H et 2J +
1 vecteurs propres. Mais comment coupler les moments cinétiques pour obtenir
les valeurs propres et les vecteurs propres ? On a essentiellement deux types de
couplage : le couplage LS et le couplage jj (il existe néanmoins d’autres couplages
applicables à d’autres systèmes [18]).
Le couplage LS consiste à coupler les moments cinétiques orbitaux des électrons
d’une part et les spins d’autre part. Ce couplage permet d’obtenir des états propres
de L2, S2, Lz et Sz. Malheureusement, ces états ne diagonalisent pas la matrice de
H . Il convient alors de coupler L et S : L+S=J (règle de Hund [18]). Pour chaque
valeur de J , on aura une valeur propre de H et 2J + 1 vecteurs propres : |LSJM〉,
avec −J ≤M ≤ J .
Couplage jj : On couple le moment cinétique l et le spin s d’un électron, ce
qui donne le moment cinétique j. Les moments moments cinétiques ji sont ensuite
couplés entre eux pour obtenir le moment cinétique total J. Les états |j1j2JM〉 sont
états propres de H .
Le choix du couplage n’est pas fait de manière arbitraire ; il dépend de l’im-
portance des eﬀets relativistes, en particulier l’eﬀet de spin-orbite. Si ce dernier est
négligeable devant l’interaction électrostatique, le couplage LS est le plus appro-
prié. Par contre, s’il domine l’interaction électrostatique, le couplage jj est le plus
approprié [18, 19].
Il faut donc comparer l’interaction de spin-orbite et l’interaction électrostatique.
Celle-ci se décompose en une interaction électron-noyau (force centrale) et l’inter-
action électron-électron. C’est cette interaction -non centrale- qui rend diﬃcile la
résolution de l’équation de Schrödinger.
1.3.3 Intégrales de Slater
Considérons deux électrons (1 et 2). Leur interaction électrostatique s’écrit :
V12 =
2
r12
,
où r12 est la la distance séparant les deux électrons. Cette interaction peut aussi
s’écrire :
2
r12
=
2√
r21 + r
2
2 − 2r1r2 cos θ
ou
2
r12
=
2
r>
√[
1 + ( r<
r>
)2 − 2 r<
r>
cos θ
] ,
34 Chapitre 1. Physique atomique et plasmas de fusion nucléaire
où r< = inf(r1, r2), r> = sup(r1, r2) et θ = (r1, r2). On peut également exprimer
cette interaction sous la forme d’un développement sur les polynômes de Legendre :
2
r12
=
∞∑
k=0
2(r<)
k
(r>)k+1
Pk(cos(θ)), (1.13)
ou encore, en introduisant les symboles C(k)q 1
2
r12
=
∞∑
k=0
2(r<)
k
(r>)k+1
k∑
q=−k
(−1)qC(k)−q (θ1, φ1)C(k)q (θ2, φ2), (1.14)
où θi et φi sont les coordonnées sphériques des électrons (i = 1, 2).
Si on appelle |ij〉 et |tu〉 deux états du système constitué des deux électrons, les
éléments de matrice de V12 s’écrivent :
〈ij| 2
r12
|tu〉 = 〈ij|
∞∑
k=0
2(r<)
k
(r>)k+1
k∑
q=−k
(−1)q C(k)−q (θ1, φ1)C(k)q (θ2, φ2)|tu〉. (1.15)
Dans l’équation ci-dessus, les variables radiales et angulaires sont séparées. Si on
utilise les fonctions d’onde individuelles données dans l’annexe (Equation A.5), la
partie angulaire des éléments de matrice fait intervenir les quantités :
〈lm|C(k)q |l′m′〉 =
√
4π
[k]
∫ 2π
0
∫ π
0
Y ∗lmYkqYl′m′ sin θdθdφ
= δq,m−m′c
k(lm, l′m′), (1.16)
où
ck(lm, l′m′) = (−1)m [l, l′] 12
(
l k l′
0 0 0
) (
l k l′
−m q m
)
. (1.17)
L’élément de matrice de V12 s’écrit alors :
〈ij| 2
r12
| tu〉 = δmsimst δmsjmsu
∞∑
k=0
Rk(ij, tu)
×
k∑
q=k
δq,mlt−mliδq,mlu−mlj c
k(limli , ltmlt)c
k(ljmlj , lumlu).
La partie radiale fait intervenir les intégrales de Slater Rk :
Rk(ij, tu) =
∫ ∞
0
∫ ∞
0
2(r<)
k
(r>)k+1
Pi(r1)
∗Pj(r2)
∗Pt(r1)Pu(r2)dr1dr2 (1.18)
Les indices i, j , t et u représentent seulement les nombres quantiques nl. On dis-
tingue :
1. C(k)q = ( 4pi2k+1 )
1/2Ykq .
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– L’intégrale de Slater directe : tu = ij
F k(ij) = Rk(ij, ij) =
∫ ∞
0
∫ ∞
0
2(r<)
k
(r>)k+1
|Pi(r1)|2|Pj(r2)|2dr1dr2. (1.19)
– L’intégrale de Slater d’échange : tu = ji
Gk(ij) = Rk(ij, ji) =
∫ ∞
0
∫ ∞
0
2(r<)
k
(r>)k+1
Pi(r1)
∗Pj(r2)
∗Pi(r2)Pj(r1)dr1dr2.
(1.20)
Les symboles 3j qui apparaissent dans l’équation 1.17 doivent vériﬁer la règle de
sélection : l + k + l′ est un nombre paire. Cela implique que seulement certaines
valeurs de k donnent un résultat non nul. Pour l’intégrale directe F k(ij), k =
0, 2, 4, · · ·min(2li, 2lj). Pour l’intégrale d’échange Gk(ij) : k = |li − lj |, |li − lj | +
2, · · · li + lj.
L’énergie de l’atome àN électrons liés s’exprime en fonction des intégrales de Sla-
ter et de l’énergie Eav, valeur propre de l’Hamiltonien H0 = −
∑N
k=1∇2k −
∑N
k=1
2Z
rk
:
E = Eav +
N∑
i,j=1 (i<j)
∑
k
[
fkF
k(ij) + gkG
k(ij)
]
+
N∑
i=1
diζi. (1.21)
Le dernier terme dans le membre de droite est la correction de spin-orbite.
Les codes de physique atomique permettent de calculer les intégrales de Sla-
ter et les ζi. Dans la suite, nous utiliserons particulièrement les codes COWAN
[18], MCDF (Multi-Conﬁguration Dirac-Fock) [20] et HULLAC (Hebrew University
Lawrence Livermore Atomic Code) [21] pour un traitement détaillé de la structure
atomique, niveau par niveau et le code SCO [22] qui s’impose lorsque le nombre de
conﬁgurations est élevé et que celles-ci conduisent à un spectre dans lequel les raies
ne sont pas résolues.
Intéressons-nous aux transitions entre niveaux atomiques discrets. Les plus in-
tenses étant les transitions dipolaires électriques.
1.3.4 Transitions dipolaires électriques E1
L’intensité des transitions dipolaires électriques s’exprime à l’aide des éléments
de matrice de l’opérateur moment dipolaire électrique D : 〈γJM |D|γ′J ′M ′〉.
On déﬁnit la force de raie S(γJ ; γ′J ′) entre les niveaux γJ et γ′J ′par :
S(γJ ; γ′J ′) =
∑
MM ′
|〈γJM |D|γ′J ′M ′〉|2 = |(γJ ||D||γ′J ′)|2, (1.22)
où |(γJ ||D||γ′J ′)| est un élément de matrice réduit. On peut alors exprimer la
probabilité de transition radiative A et la force d’oscillateur f :
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A(γJ ; γ′J ′) =
4ω3
3~c3
1
[J ]
S(γJ ; γ′J ′), (1.23)
f(γJ ; γ′J ′) = − 2m
3~e2
ω
[J ]
S(γJ ; γ′J ′), (1.24)
où ω est la pulsation associée à la transition entre les niveaux γJ et γ′J ′. La force
d’oscillateur est sans dimension alors que A est homogène à l’inverse d’un temps.
1.4 Physique des plasmas
Un plasma est composé d’électrons libres, de densité Ne, et d’ions dans divers
états de charge ze (z = 1, 2 · · ·Z − 1) 2. Si on appelle Nz la densité d’ions de charge
ze, on peut écrire la relation :
Ne =
Z−1∑
z=1
Nzz = NiZ¯ (1.25)
où Z¯ est la charge moyenne de l’ion et Ni la densité ionique totale.
La densité Nz est donné par
Nz =
∑
k
N (k)z , (1.26)
où N (k)z est la (densité de) population du niveau k de l’ion de charge ze.
L’état du plasma est déterminé par la densité électronique, les températures
électronique et ionique et les populations N (k)z . Ces quantités dépendent du temps
et de la position. La connaissance des N (k)z passe par le développement d’un modèle
atomique du plasma. L’atome optiquement actif interagit avec les particules char-
gées du bain thermique (plasma) et avec les photons du champ électromagnétique.
Dans le premier cas, l’interaction est réalisée à travers des processus collisionnels
impliquant les électrons libres. Cette interaction dépend de la densité et de la tem-
pérature électronique. Dans le deuxième cas, ce sont les photons qui induisent des
processus radiatifs. La répartition des électrons liés sur les niveaux atomiques s’ex-
plique par un certain nombre de processus que nous détaillerons dans la section 1.4.1.
Ces processus sont représentés par des taux qui interviennent dans les équations de
population des niveaux atomiques. Ils dépendent de la densité et de la température.
Les principaux processus qui peuplent ou dépeuplent un niveau atomique sont :
– la désexcitation radiative ou émission spontanée,
– l’excitation collisionnelle et le processus inverse, la désexcitation collisionnelle,
qui résultent d’un choc entre l’ion émetteur et un électron libre,
2. On notera que z=0 (resp. Z) correspond à l’atome neutre (resp. atome complètement éplu-
ché).
1.4. Physique des plasmas 37
– l’ionisation collisionnelle et le processus inverse, la recombinaison à trois corps
– la recombinaison radiative et le processus inverse, la photoinisation
– la recombinaison diélectronique et le processus inverse, l’autoionisation
– l’absorption et l’émission induite
Les populations des niveaux de tous les ions sont solutions d’un système d’équations
diﬀérentielles qui fait intervenir les taux des divers processus microscopiques. Il faut
donc calculer les taux des processus microscopiques et ensuite résoudre le système
d’équations de population. Le deuxième calcul passe par un modèle collisionnel-
radiatif (CR). Lorsque le nombre de niveaux est grand le calcul CR devient vite pro-
hibitif. Il faut donc recourir à des approximations sur l’état d’équilibre du plasma.
1.4.1 Processus collisionnels
Les processus qui nous intéressent ici mettent en jeu un électron libre et l’atome
optiquement actif. On distingue l’excitation et la désexcitation collisionnelles, la
recombinaison diélectronique et l’autoionisation, ... La connaissance des taux est
d’un intérêt majeur.
a Excitation collisionnelle
L’excitation collisionnelle (EC) est un processus dans lequel l’électron libre cède
une partie de son énergie cinétique pour faire passer l’atome optiquement actif à un
niveau lié d’énergie supérieure. On représente ce processus par la réaction :
e +X(k)z → e +X(l)z ,
où k et l désignent les niveaux impliqués dans la transition. S’agissant d’une exci-
tation, on a El > Ek.
L’EC est caractérisée par la section eﬃcace σkl. On déﬁnit la force de collision
Ωkl par [23]
Ωkl =
σkl
πa20
gk
ǫk
IH
, (1.27)
où gk est le poids statistique du niveau inférieur de la transition, ǫk l’énergie de
l’électron incident et IH le Rydberg (IH=13.6057 eV). La force de collision est sans
dimension et présente l’avantage de la symétrie entre état initial et état ﬁnal.
Dans la ﬁgure 1.13 nous avons représenté une section eﬃcace d’EC en fonction
de l’énergie cinétique du projectile. La section eﬃcace a été calculée à l’aide de la
chaîne de codes HULLAC [21].
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Figure 1.13: Section eﬃcace d’excitation collisionnelle des transitions 1s − 3s et
1s− 2p1/2 de Ar XVIII.
b Désexcitation collisionnelle
La désexcitation collisionnelle (DC) est le processus inverse de l’excitation col-
lisionnelle. On la représente par
e +X(l)z → e +X(k)z .
c Recombinaison diélectronique et autoionisation
La recombinaison diélectronique, représentée par
e +X(k)z → X(l)∗∗z−1 ,
donne naissance à un état ionique doublement excité mais instable. Cet état se
désexcite soit par autoionisation vers un des états d’excitation de l’ion initial :
X
(l)∗∗
z−1 → e +X(k)z .
soit par émission d’un photon :
X
(l)∗∗
z−1 → hν +X(k)z−1.
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d Recombinaison à trois corps et ionisation collisionnelle
Il peut arriver que l’ion entre en collision avec deux électrons libres. Un électron
peut alors être capturé par l’ion qui passe de l’état de charge z à l’état de charge
z − 1 :
e + e +X(k)z → e +X(l)z−1
Le processus inverse :
e +X
(l)
z−1 → e + e +X(k)z
est l’ionisation collisionnelle.
1.4.2 Processus radiatifs
Dans cette partie, on se concentrera sur les processus radiatifs entre deux états
liés du même ion. On distingue les processus d’émission et d’absorption.
a Emission spontanée
L’atome actif émet un photon et son état interne change. Il passe de l’état ψl à
l’état ψk (Eq. 1.11) :
ψl → ψk + hνlk
Lors de cette transition, son énergie passe de El à l’énergie Ek. La conservation de
l’énergie implique :
El −Ek = hνlk,
où νlk est la fréquence du photon émis.
Le taux de ce processus, parfois appelé probabilité d’émission spontanée ou
coeﬃcient d’Einstein, est noté Alk 3.
Transition ∆E (eV) A (s−1)
3s− 2p1/2 616.1 2.224× 1011
3p3/2 − 1s 3937.0 1.767× 1013
3p1/2 − 2s 616.1 2.374× 1012
3p1/2 − 1s 3936.0 1.725× 1013
2p1/2 − 1s 3319.0 6.480× 1013
3d5/2 − 2p3/2 613.2 6.792× 1012
3d3/2 − 2p3/2 612.7 1.125× 1012
Table 1.3: Energie ∆E et coeﬃcient d’Einstein A de quelques transitions E1 de
Ar XVIII calculés à l’aide du code HULLAC.
Dans la table 1.3 on donne la diﬀérence d’énergie entre les deux niveaux de
la transition et le coeﬃcient d’Einstein correspondant. La ﬁgure 1.14 montre le
diagramme en énergie de Ar XVIII et quelques transitions dipolaires électriques.
3. Le taux est donné par l’équation 1.23 : l ≡ γJ, k ≡ γ′J ′
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Figure 1.14: Diagramme en énergie de Ar17+.
b Emission induite et absorption
Un champ électromagnétique intense de fréquence ν peut induire une transition
radiative d’un niveau l vers un niveau k d’énergie inférieure, si ν = (El−Ek)/h et si
les règles de sélection sont vériﬁées. Ce processus d’émission induite est schématisé
par :
hν +X(l)z → X(k)z + hν + hν.
Le photon émis a les mêmes caractéristiques (énergie, polarisation, direction) que
le photon incident. Cette transition est caractérisée par le coeﬃcient d’Einstein Blk
qui dépend de la fréquence ν des photons incidents. On a :
Blk =
c3
8πhν3
Alk. (1.28)
Un photon du champ électromagnétique peut être absorbé si les deux conditions
précédentes sont vériﬁées. Ce processus est schématisé par :
X(l)z + hν ← hν + hν +X(k)z .
La probabilité de ce processus est représentée par le coeﬃcient d’Einstein pour
l’absorption Bkl :
Bkl =
gl
gk
Blk. (1.29)
Pour le niveau l les taux correspondants à ces deux processus sont :
−Blkρ(ν,u) Bklρ(ν,u),
où u et ρ(ν,u) désignent respectivement le vecteur unitaire de la direction de pro-
pagation et la densité spectrale d’énergie. Dans la suite de ce travail, le processus
d’absorption joue un rôle très important. L’émission induite ne sera pas considérée.
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c Photoionisation et recombinaison radiative
La photoionisation et la recombinaison radiative (RR) sont des processus in-
verses l’un de l’autre. Dans le premier processus, un photon ionise l’ion de charge
z. L’état ﬁnal est composé d’un ion de charge z + 1 et d’un électron libre :
hν +Xz → Xz+1 + e.
On peut trouver une expression de la section eﬃcace dans l’ouvrage de H. R.
Griem [24]. Dans la ﬁgure 1.15 nous avons représenté la section eﬃcace de RR de
l’argon en fonction de l’énergie cinétique de l’électron libre. Les états ﬁnaux de
l’argon hydrogénoïde considérés sont 1s, 3s ou 2p1/2. La section eﬃcace de la RR
vers l’état fondamental varie peu avec l’énergie de l’électron libre.
L’ensemble des processus −collisionnels et radiatifs− que nous avons décrits sont
schématisés dans la ﬁgure 1.16.
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Figure 1.15: Section eﬃcace de recombinaison radiative : Ar18+ → Ar17+.
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Figure 1.16: Processus atomiques dans les plasmas chauds. Flèches rouges : proces-
sus radiatifs, ﬂèches bleues : processus collisionnels.(1) Désexcitation radiative, (2)
Excitation radiative, (3) Désexcitation collisionnelle, (4) Excitation collisionnelle,
(5) Ionisation collisionnelle, (6) Autoionisation, (7) Photoionisation, (8) Recombi-
naison radiative, (9) Recombinaison à trois corps, (10) Recombinaison diélectro-
nique
1.4.3 Equilibre thermodynamique
a Equilibre détaillé
L’équilibre détaillé dans un plasma est réalisé lorsque tout processus microsco-
pique est exactement équilibré par son processus inverse. Le rayonnement émis est
complètement réabsorbé et le plasma émet alors un rayonnement de corps noir. Dans
ce cas (idéal) les lois de Planck, de Maxwell, de Boltzmann et de Saha s’appliquent.
Les collisions électron-électron sont suﬃsamment nombreuses pour que les électrons
soient en équilibre de Maxwell entre eux, ce qui permet de déﬁnir une température
électronique Te. On peut dire la même chose des ions et déﬁnir une température
ionique Ti. Cependant, l’équilibre entre électrons et ions d’une part, et entre les par-
ticules et le rayonnement d’autre part est diﬃcile à atteindre. L’équilibre détaillé
est rarement réalisé.
La loi de Boltzmann nous permet d’exprimer facilement certains taux. En par-
ticulier, le taux d’excitation collisionnelle. Pour cela, on déﬁnit également la force
de collision eﬀective Υ à la température Te (Ωkl déﬁnit par la formule 1.27) :
Υkl =
∫ ∞
0
Ωkl exp(−ǫl/kBTe) d(ǫl/kBTe), (1.30)
où ǫl est l’énergie de l’électron libre après l’excitation. Nous verrons plus loin
que les divers processus sont représentés par leurs taux respectifs dans les codes
collisionnels-radiatifs. Le coeﬃcient de taux d’EC s’écrit :
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qkl = 2π
1/2αca20
(
IH
kBTe
)1/2
Υkl
gk
exp(−∆E/kBTe), (1.31)
où ∆E = El − Ek, α est la constante de structure ﬁne et c la vitesse de la lumière
dans le vide. Pour avoir le taux d’EC, il faut multiplier le coeﬃcient de taux par la
densité électronique.
L’EC est équilibrée par la désexcitation collisionnelle (DEC). On peut alors
exprimer le coeﬃcient de taux de DEC :
qlk = qkl
gk
gl
exp(∆E/kBTe), (1.32)
b Equilibre thermodynamique local
Le plasma peut être localement à l’équilibre thermodynamique. On parle alors
d’équilibre thermodynamique local (ETL). Cet équilibre est réalisé lorsque la densité
électronique est élevée. Ainsi, tout photon émis est réabsorbé localement : tous les
processus radiatifs se compensent. Dans ce système, on peut avoir des gradients
de densité et de température mais pour un couple de densité et de température
déﬁnis localement, on a l’équilibre thermodynamique. Le principe du bilan détaillé
est vériﬁé uniquement par les processus collisionnels.
Dans ce cas, le plasma peut être modélisé simplement : les vitesses des électrons
libres sont données par une distribution maxwellienne :
dNv = Ne
(
me
2πkBTe
)3/2
exp
(
− mv
2
2kBTe
)
4πv2dv, (1.33)
où dNv est le nombre d’électrons par unité de volume dont la vitesse v (v = ||v||)
est comprise entre v et v + dv. Les niveaux d’un ion de charge ze sont en équilibre
de Boltzmann et on peut écrire :
N
(k)
z
N
(l)
z
=
g
(k)
z
g
(l)
z
exp
(
−Ek − El
kBTe
)
. (1.34)
La distribution des populations ioniques, suivant les états fondamentaux f , est
donnée par l’équation de Saha :
N
(f)
z+1Ne
N
(f)
z
=
2(2πmekBT )
3/2
h3
g
(f)
z+1
g
(f)
z
exp
(
− Γz
kBTe
)
, (1.35)
où N (f)z+1 est la population de l’état fondamental de l’ion de charge (z + 1)e et Γz le
potentiel d’ionisation du niveau fondamental de l’ion de charge ze.
Les équations de population des niveaux (Eq. 1.34) et des ions (Eq. 1.35) peuvent
se mettre sous une forme qui fait intervenir des fonctions de partition (voir Annexe
B).
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Une condition nécessaire mais non suﬃsante pour que le plasma soit à l’ETL a
été donnée par McWhirter [25]. Cette condition porte sur la densité électronique :
Ne ≥ 1.7× 1014T 1/2e ∆Ekl, (1.36)
où la densité s’exprime en cm−3 et la température électronique et la diﬀérence
d’énergie entre les niveaux k et l en eV.
c Equilibre coronal
Lorsque la densité est basse, la température élevée et le plasma optiquement
mince, trois processus dominent les autres. Il s’agit de l’ionisation collisionnelle,
la recombinaison radiative et l’autoionisation (cf. 1.4.1). La recombinaison à trois
corps, proportionnelle à N2e , est négligeable devant la recombinaison radiative et,
lorsque Z est élevé, devant la recombinaison diélectronique. Les populations des
niveaux liés sont déterminées par l’excitation collisionnelle et l’émission spontanée.
A l’état stationnaire, on a
NeqfkN
(f)
z = AkfN
(f)
z ,
où Neqfk et Akf sont respectivement les taux d’EC du fondamental vers l’état excité
k et d’émission spontanée de cet état vers le fondamental.
L’émission spontanée domine l’EC. Pour un niveau excité l, on peut alors écrire :
Ne
∑
k
qkl ≤
∑
k (Ek<El)
Alk.
Comme la densité électronique est basse, les populations des niveaux excités seront
faibles. Ainsi, la population d’un ion est pratiquement égale à la population du
niveau fondamental.
C’est le bilan entre l’ionisation collisionnelle et la recombinaison radiative qui
détermine les N (f)z .
Les populations des états fondamentaux vériﬁent les équations :
dN
(f)
z
dt
= −NeSz→z+1N (f)z −NeRz→z−1N (f)z
+NeRz+1→zN
(f)
z+1 +NeSz−1→zN
(f)
z−1, (1.37)
où Rz+1→z et Rz→z−1 sont les coeﬃcients de taux de recombinaison radiative et
Sz→z+1 et Sz−1→z les coeﬃcients de taux d’ionisation collisionnelle.
Cet équilibre est réalisé dans la couronne solaire et dans les plasmas de tokamaks.
Lorsqu’une transition entre deux niveaux d’un ion s’accompagne d’une émission
ou d’une absorption de rayonnement, l’intensité émise ou absorbée n’est pas mono-
chromatique. Son spectre montre un élargissement des raies qui dépend des champs
électriques qui règnent au sein du plasma dans lequel se trouve l’ion actif. Divers
mécanismes physiques contribuent à cet élargissement spectral.
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1.4.4 Elargissement de raie
Limitons-nous à une transition radiative entre les niveaux atomiques l et k
d’énergies respectives El et Ek. Si on ignore tout phénomène d’élargissement spec-
tral, la transition se produit avec absorption ou émission d’un photon d’énergie
El − Ek et de fréquence ν0 = (El −Ek)/h.
Trois mécanismes participent majoritairement à l’élargissement des raies. On
distingue :
a. l’élargissement Doppler
b. l’élargissement naturel
c. l’élargissement Stark
a Elargissement Doppler
L’élargissement Doppler est dû à l’agitation thermique des ions actifs. Il aug-
mente avec la température ionique et peut devenir le mécanisme d’élargissement
dominant lorsque la densité du plasma est basse, la température ionique élevée et la
charge ze modérée. Si la distribution des vitesses est maxwellienne et si le processus
radiatif étudié est dominé par l’eﬀet Doppler, le proﬁl spectral de la raie, centrée
sur la fréquence ν0, est gaussien. Il s’écrit sous la forme :
φ(ν) =
1√
πy
exp
[
−
(
ν − ν0
y
)2]
, (1.38)
où y = ν0(2kBTi/Mc2)1/2 etM désigne la masse de l’atome. La largeur à mi-hauteur
(full-width at half-maximum, FWHM) est donnée par
∆νD = 2(ln 2)
1/2y = 2(ln 2)1/2ν0
(
2kBTi
Mc2
)1/2
. (1.39)
On notera que la largeur augmente comme la racine carrée de la température io-
nique.
b Elargissement naturel
L’élargissement naturel est dû à la durée de vie, ﬁnie, des niveaux atomiques. On
sait que l’émission spontanée augmente rapidement avec la charge ionique, comme
z4. Ainsi, l’élargissement naturel peut devenir plus important que l’élargissement
Doppler. Lorsque l’élargissement naturel domine les autres types d’élargissement,
le proﬁl spectral est Lorentzien. Il s’écrit :
φ(ν) =
1
π
∆νn/2
(ν − ν0)2 + (∆νn/2)2 , (1.40)
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où ∆νn est la largeur naturelle. Celle-ci s’exprime en fonction des durées de vie
des niveaux impliqués (l : niveau supérieur, k : niveau inférieur) de la transition
radiative. On a
∆νn =
∑
l′
All′ +
∑
k′
Akk′, (1.41)
où les énergies des niveaux l′ et k′ sont telles que El′ < El et Ek′ < Ek, respective-
ment.
Lorsque ces deux mécanismes jouent un rôle non négligeable, le proﬁl spectral
est représenté par le produit de convolution d’une fonction gaussienne et d’une
fonction lorentzienne. Le résultat de cette convolution est connu sous le nom de
proﬁl de Voigt.
Dans la plupart des cas qui nous intéressent, l’élargissement naturel est faible
devant les autres types d’élargissement.
c Profil de Voigt
Le produit de convolution de deux fonctions réelles ou complexes f et g est déﬁni
par :
(f ⊗ g)(x) =
∫ ∞
−∞
f(x− t)g(t)dt =
∫ ∞
−∞
f(t)g(x− t)dt.
Si on applique cette déﬁnition aux deux proﬁls (Eq. 1.38, Eq. 1.40), on obtient le
proﬁl de Voigt :
φ(ν) =
√
ln 2
π3/2
a
∫ ∞
−∞
exp
[
−
(
η−ν0
y
)2]
(ν − η − ν0)2 + (∆νn/2)2dη, (1.42)
où a est le rapport des deux largeurs de raie : a = ∆νn/∆νD.
Il est facile de montrer que le proﬁl de Voigt s’écrit aussi :
φ(x) =
1√
π
1
y
H(x, u), (1.43)
où H est la fonction de Voigt et u = a
√
ln 2. Cette fonction est donnée par :
H(x, u) =
u
π
∫ ∞
−∞
exp (−t2)
(x− t)2 + u2dt.
Si la température ionique du plasma est connue, on a la largeur Doppler, c’est-
à-dire y. Si de plus la valeur de la largeur naturelle est connue, on a a, et le calcul
du proﬁl de Voigt se réduit à celui de la fonction de Voigt. Plusieurs auteurs, dont
Humlicek [26], ont proposé des algorithmes eﬃcaces pour calculer la fonction de
Voigt.
Lorsque la densité du plasma est élevée, le champ électrique dû aux particules
chargées lève la dégénerescence des niveaux, ce qui produit un élargissement spectral
supplémentaire connu sous le nom d’élargissement Stark.
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d Elargissement Stark
L’élargissement Stark est dû au champ électrique généré par les particules char-
gées. Ce champ dépend du temps. Il est constitué :
• d’une composante électronique qui est caractérisée par des ﬂuctuations rapides,
• d’une composante ionique qui est caractérisée par des ﬂuctuations lentes.
Les électrons ayant des vitesses beaucoup plus grandes que les ions, le traitement
de l’eﬀet Stark sera diﬀérent pour les deux composantes.
Dans les théories standard, les ions sont supposés quasi-statiques : leur eﬀet est
modélisé par une distribution de micro-champ statique [27]. Le champ électrique io-
nique lève la dégénerescence des niveaux de nombres quantiques l diﬀérents. A une
transition radiative donnée correspondront alors plusieurs composantes Stark (nom-
mées canaux radiatifs). Dans certains cas, l’approximation statique ne s’applique
pas, et il importe de tenir compte de la dynamique des ions en modiﬁant les théories
standard. Pour considérer les ﬂuctuations du champ ionique, on applique un opé-
rateur d’évolution supplémentaire modélisé par un processus de marche au hasard
(Markovien, etc.). Ce dernier caractérise les ﬂuctuations collectives du micro-champ
ionique [28].
L’eﬀet de la composante électronique est modélisé par des collisions électrons-
atome actif. Le traitement le plus simple s’appuie sur la théorie d’impact de Lorentz
dans laquelle les collisions sont instantanées et séparées dans le temps (collision bi-
naire). Chaque collision interrompt complètement le train d’onde de lumière. La
loi de probabilité correspondante à ce processus physique est un processus de Pois-
son. Lorsque seules les collisions binaires participent à la largeur électronique, on
montre que celle-ci est proportionnelle à la densité électronique. L’élargissement
électronique est traité par les théories uniﬁées [29, 30] ou à l’approximation d’impact
[31, 32]. Les codes que nous présenterons dans les chapitres 2 et 3 utilisent l’approxi-
mation d’impact. Les collisions électron-atome actif élargissent chaque composante
Stark. Celles-ci présentent un proﬁl Lorentzien.
La largeur Stark augmente avec le nombre quantique principal n : plus les ni-
veaux sont excités, plus l’interaction avec le noyau est faible. L’interaction avec le
champ électrique peut alors devenir importante. Le calcul de la largeur de raie est
complexe et il existe très peu de formules approchées.
e Exemple
Pour mettre en évidence les mécanismes d’élargissement, nous avons calculé, à
l’aide d’un code de proﬁl de raie [28] que nous présenterons dans la suite, le proﬁl
spectral de Al9+. La base atomique est générée par le code atomique relativiste
MCDF [?]. La conﬁguration fondamentale est 1s22s2. Nous nous sommes limités à
n = 3.
La ﬁgure 1.17 montre le proﬁl spectral de Al9+ à la température de 50 eV. On
a représenté le proﬁl élargi uniquement par les collisions électroniques et le proﬁl
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de Voigt. Deux densités électroniques ont été considérées : 1021 et 1022 cm−3. A la
densité la plus faible, c’est l’élargissement Doppler qui domine. Lorsque la densité
est égale à 1022 cm−3, c’est l’élargissement électronique qui domine. Nous avons
vériﬁé que l’élargissement dû au microchamp ionique était négligeable.
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Figure 1.17: Proﬁl d’intensité de Al9+ en unités arbitraires. Te = Ti=50 eV.
Courbes discontinues : élargissement -Stark- électronique seul, coubes pleines : élar-
gissement électronique+élargissement Doppler (Voigt).
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1.5 Conclusion
Nous avons présenté les deux modes de fusion et situé notre étude sur les proprié-
tés radiatives des plasmas chauds. Nous avons expliqué les mécanismes collisionnels
et radiatifs qui interviennent dans la cinétique de population des ions actifs. Ceux-ci
sont perturbés par le plasma environnant. Cette perturbation se traduit par un eﬀet
important sur les proﬁls en émission ou absorption, qu’il faut prendre en compte de
la manière la plus réaliste possible. Une description des diﬀérents équilibres a été
faite. Nous avons également fait un bref rappel sur les divers mécanismes d’élargis-
sement spectral. Dans la suite, nous déﬁnirons des grandeurs physiques telles que
l’opacité et l’émissivité, et nous verrons que ces mécanismes y jouent un rôle.
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Appendices

Annexe A
Atome hydrogénoïde isolé
Pour un atome hydrogénoïde l’Hamiltonien non-relativiste s’écrit simplement :
H = − ~
2
2m
∇2 + V (r), (A.1)
où V (r) est l’énergie potentielle d’interaction entre l’électron et le noyau de charge
Ze :
V (r) = −Ze
2
r
.
La symétrie du système étudié impose le choix du système de coordonnées sphé-
riques : (r, θ, φ).
L’Hamiltonien s’écrit alors :
H = − ~
2
2m
[
1
r
∂2
∂r2
r +
1
r2sinθ
(
∂
∂θ
sinθ
∂
∂θ
)
+
1
r2sin2θ
∂2
∂φ2
]
+ V (r),
ou, en introduisant le moment cinétique orbital :
H = − ~
2
2m
[
1
r
∂2
∂r2
r − L
2
r2
]
+ V (r). (A.2)
L’équation de Schrödinger s’écrit alors :
− ~
2
2m
[
1
r
∂2
∂r2
rψ − L
2
r2
ψ
]
+ V (r)ψ = Eψ. (A.3)
La résolution de cette équation donne les énergies E et les fonctions d’onde ψ. Si
on exprime r en unité a0 (rayon de la première orbite de Bohr) et les énergies en
Rydberg, l’équation de Schrödinger s’écrit simplement[
−1
r
∂2
∂r2
r +
L2
r2
+ V (r)
]
ψ = Eψ. (A.4)
La séparation des variables permet d’exprimer les fonctions d’onde sous la forme :
ψnlmlms(r, θ, φ, sz) =
1
r
Pnl(r)Ylml(θ, φ)σms(sz), (A.5)
où les nombres quantiques n et l sont tels que n ∈ N∗ et 0 ≤ l ≤ n − 1. Pnl est la
fonction radiale normalisée et Ylml une harmonique sphérique. Comme
L2 ψ = l(l + 1)~2ψ
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l’équation de Schrödinger se réduit à l’équation radiale :[
−1
r
∂2
∂r2
r +
l(l + 1)
r2
+ V (r)−E
]
ψ = 0. (A.6)
La résolution de cette équation donne les énergies (en Rydbergs) des états liés :
E = −Z
2
n2
(A.7)
et les fonctions radiales :
Pnl(r) = −
[
Z(n− l − 1)!
n2[(n + 1)!]3
] (
2Zr
n
)l+1
e−
Zr
n L2l+1n+l
(
2Zr
n
)
, (A.8)
où L2l+1n+l désigne les polynômes de Laguerre.
Lorsque les eﬀets relativistes sont négligés, l’énergie est dégénérée.
Annexe B
Lois de Boltzmann et loi de
Saha-Boltzmann
Nous nous proposons d’exprimer les densités de population des niveaux liés d’un
ion à l’aide des fonctions de partition. Les densités de population de deux niveaux
k et l d’un ion donné sont reliées, à l’équilibre thermodynamique, par la loi de
Boltzmann :
N (k)
N (l)
=
g(k)
g(l)
exp
(
−Ek − El
kBT
)
(B.1)
où les g sont les poids statistiques des niveaux. La densité de population totale est
donnée par
Nz =
∑
k
N (k) =
N (f)
g(f)
∑
k
g(k) exp
(
−Ek − Ef
kBT
)
=
N (f)
g(f)
Q,
où f désigne le niveau fondamental et où
Q =
∑
k
g(k) exp
(
−Ek − Ef
kBT
)
(B.2)
est la fonction de partition. La population du niveau k s’écrit donc
N (k) =
Nz
Q
g(k) exp
(
−Ej −Ef
kBT
)
. (B.3)
On a
Q(T = 0) = g(f).
Remarque : La suite des niveaux d’un atome ou d’un ion est inﬁnie. En eﬀet,
au voisinage de l’énergie d’ionisation, l’électron le plus extérieur peut occuper des
orbitales de nombre quantique principal aussi grand que l’on veut, appelées orbitales
de Rydberg.
Si chaque ion est isolé en permanence, il est nécessairement au niveau fondamen-
tal, et Q = g(f). En fait, les ions ne sont pas isolés et leurs niveaux sont perturbés
par les ions voisins. Il en résulte que la suite des niveaux est limité : le nombre
quantique principal est ﬁni : n ≤ nmax.
Pour deux types d’ions du même élément, de charges respectives ze et (z + 1)e,
les densités de population totales sont liées, à l’équilibre thermodynamique, par
Nz+1
Nz
=
1
Ne
2Qz+1(T )
Qz(T )
(2πmkBT )
3/2
h3
exp(−Ez/kBT ) (B.4)
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où Ez est l’énergie d’ionisation de l’ion de charge ze. Cette loi est analogue à une
loi d’action de masse puisqu’elle exprime que le rapport Nz+1Ne/Nz dépend de la
température, surtout en exp(−E/kBT ) (loi d’Arrhénius), où E est l’énergie de la
réaction chimique :
A(z+1)+ + e−1 → Az+ + E.
On peut aussi l’écrire pour les niveaux l et k des deux ions considérés, en utilisant
la loi de Boltzmann. Il suﬃt de combiner les équations B.1 et B.4 :
N
(k)
z+1
N
(l)
z
=
1
Ne
2g
(k)
z+1
g
(l)
z
(2πmkBT )
3/2
h3
exp
(
−E
(k)
z+1 − E(l)z
kBT
)
. (B.5)
Bibliographie
[1] G. Gamow and C. L. Critchﬁeld, Theory of atomic nucleus and nuclear energy-
sources, Clarendon Press, Oxford (1949).
[2] H. S. Bosch and G. M. Hale, Nucl. Fusion 32, 611 (1992).
[3] J. D. Lawson, Proc. Phys. Soc., Section B 70, 6 (1957).
[4] J. Nuckolls et al, Nature 239, 139 (1972).
[5] S. E. Bodner, M. H. Emery and J . H. Gardner, Plasma Physics and Controlled
Fusion 29, 1333 (1987).
[6] P.-E. Masson Laborde, Modélisation réaliste de l’instabilité de diﬀusion
Brillouin stimulée, Ecole Polytechnique (2006).
[7] J. Lindl, Phys. Plasmas 2, 3933 (1995).
[8] M. Tabak, J. Hammer, M. E. Glinsky, W. L. Kruer, S. C. Wilks, J. Woodworth,
E. M. Campbell, M. D. Perry, and R. J. Mason, Phys. Plasmas 1, 1626 (1994).
[9] D. Batani, S. Baton, M. Koenig, P. Guillou, B. Loupias, T. Vinci, C. Rousseaux,
L. Gremillet, A. Morace1, R. Redaelli, M. Nakatsutsumi, R. Kodama, N. Ozaki,
T. Norimatsu, J. Rassuchine, T. Cowan, F. Dorchies, C. Fourment, J. J. Santos,
J. of Phys. Conf. Series 112, 022048 (2008).
[10] A. J. Schmitt and Bedros B. Afeyan, Phys. Plasmas 5, 503 (1998).
[11] M. E. Cuneo, R. A. Vesey, J.L Porter Jr., G. R. Bennett. D. L. Hanson, L. E.
Ruggles, W. W. Simpson, G. C. Idzorek, W. A. Stygar, J. H. Hammer, J. J.
Seamen, J. A. Torres, J. S. McGurn and R. M. Green, Phys. Rev. Lett. 88,
215004 (2002).
[12] L.A. Artsimovich, Nuclear Fusion, 12, 215 (1972).
[13] W. Chaibi, C. Blondel, L. Cabaret, C. Delsart, C. Drag and A. Simonin, NE-
GATIVE IONS, BEAMS AND SOURCES : Proc. of the 1st Int. Symp. on
Negative Ions, Beams and Sources, AIP Conf. Proc. 1097, 385 (2009).
[14] R. Guirlet, A. Sirinelli, T. Parisot, R. Sabot, J.F. Artaud, C. Bourdelle, X.
Garbet, P. Hennequin, G.T. Hoang, F. Imbeaux, J.L Ségui, D. Mazon and D.
Villegas, Nuclear Fusion 50, 095009 (2010).
[15] D. Villegas, R. Guirlet, C. Bourdelle, G. T. Hoang, X. Garbet, and R. Sabot,
Phys. Rev. Lett. 105, 035002 (2010).
[16] F. Wagner, G. Becker, K. Behringer, D. Campbell, A. Eberhagen, W. Engel-
hardt, G. Fussmann, O. Gehre, J. Gernhardt, G. v. Gierke, G. Haas, M. Huang,
F. Karger, M. Keilhacker, O. Klüber, M. Kornherr, K. Lackner, G. Lisitano,
G. G. Lister, H. M. Mayer, D. Meisel, E. R. Müller, H. Murmann, H. Nieder-
meyer, W. Poschenrieder, H. Rapp, H. Röhr, F. Schneider, G. Siller, E. Speth,
A. Stäbler, K. H. Steuer, G. Venus, O. Vollmer and Z. Yü, Phys Rev. Lett. 49,
1408 (1982).
58 Bibliographie
[17] H. A. B. Bodin and A. A. Newton, Nuclear Fusion 20, 1255 (1980).
[18] R. D. Cowan, The theory of atomic structure and spectra, University of Cali-
fornia Press (1981).
[19] I.I. Sobel’man, Introduction to the Theory of Atomic Spectra, Pergamon Press
(1972).
[20] I. P. Grant, B. J. McKenzie, P. H. Norrington, D. F. Mayers and N. C. Pyper,
Comput. Phys. Comm. 21, 207 (1980).
[21] M. Klapisch, M. Busquet and A. Bar-Shalom, AIP Conf. Proc. 926, 206 (2007).
[22] T. Blenski, A. Grimaldi and F. Perrot, J. Quant. Spectrosc. Radiat. Trans. 65,
91 (2000).
[23] M. H. Hebb and D. H. Menzel, Astrophys. J 92, 408 (1940).
[24] H. R. Griem, Principles of plasma spectroscopy, Cambridge University Press
(1997).
[25] Takashi Fujimoto and R. W. P. Mc Whirter, Phys. Rev. A 42, 6588 (1990).
[26] J. Humlicek, J. Quantit. Spectrosc. and Radiat. Transf. 27, 437 (1982).
[27] B. F. Rozsnyai, J. Quant. Spectrosc. Radiat. Transf. 17, 77 (1977).
[28] A. Calisti, F. Khelfaoui, R. Stamm, B. Talin, and R. W. Lee, Phys. Rev A 42,
5433 (1990).
[29] D. Voslamber, Z. Naturforsch. 24a, 1458 (1969).
[30] E. W. Smith, J. Cooper and C. R. Vidal Phys. Rev. 185, 140 (1969).
[31] H. R. Griem, Spectral Line Broadening by Plasmas, New York (1974).
[32] M. Baranger, Phys. Rev. 111, 494 (1958).
Chapitre 2
Emissivité et pertes radiatives en
FCI
2.1 Introduction
Les plasmas de fusion inertielle occupent un petit volume et sont caractérisés
par une forte densité. Les densités de particules (électrons, ions) ainsi que les tempé-
ratures (électronique et ionique) sont appelées paramètres plasma. Elles dépendent
du temps et de la position au sein du plasma. L’émissivité et les pertes radiatives,
qui dépendent fortement de ces paramètres, sont cruciales
• dans l’analyse directe du spectre expérimental dans la gamme des X. Cette
analyse est pertinente dans le cas d’expériences basées sur l’approche indirecte et
le Z-pinch.
• dans le transport radiatif, qui est déterminé par des coeﬃcients d’absorption
et d’émission. Ces coeﬃcients dépendent des paramètres plasma. Une base de don-
nées sur une large gamme de températures et de densités est donc nécessaire. Les
coeﬃcients sont calculés pour des couples Te/Ne en chaque point du plasma.
Nous nous intéresserons principalement à deux systèmes dans notre étude, en
premier lieu le spectre en émission du plasma d’or dans le Hohlraum crée par le laser
incident et dans un deuxième temps l’opacité des dopants injectés dans l’ablateur
ainsi que celle des échantillons dans le cas du Z-pinch.
Dans ce chapitre, nous étudions l’émission (émissivité et pertes radiatives). Nous
utiliserons des méthodes détaillées, très précises et prenant en compte les divers
mécanismes d’élargissement étudiés dans le chapitre 1, ainsi que des méthodes sta-
tistiques dont l’avantage sur les premières est qu’elles permettent de prendre en
compte un grand nombre de transitions radiatives. Les méthodes détaillées et les
méthodes statistiques se complètent.
Lorsque le système optiquement actif comporte plusieurs électrons liés, l’étude
de ses propriétés radiatives est complexe. A cette complexité s’ajoute celle qui est
due à l’interaction du système actif avec un environnement −plasma− qui est le
siège de champs électriques et dont les paramètres (densité, température) varient
dans l’espace et dans le temps. Ces paramètres et la cinétique d’ionisation déﬁ-
nissent l’état du plasma à tout instant. Nous verrons que la densité électronique,
les températures électronique et ionique (dans le cas où l’équilibre thermodyna-
mique est atteint) et les états de charge des ions jouent un rôle crucial dans l’étude
spectroscopique du plasma.
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On distingue les transitions radiatives lié-lié (b-b), lié-libre (b-f) et libre-libre
(f-f). L’étude de la contribution b-b est celle qui nécessite les calculs les plus com-
plexes. Dans une première partie on eﬀectuera un calcul détaillé, raie par raie, du
germanium, du carbone et de l’or, à l’aide d’un code développé au laboratoire de
Physique des Interactions Ioniques et Moléculaires (Aix-Marseille Université), le
code PPP. Lorsque le nombre de transitions radiatives est très grand, ce code n’est
plus adapté. Dans ce cas, on utilisera un code hybride développé au CEA. Ce code
combine des calculs détaillés et des calculs statistiques.
Tout calcul d’émissivité nécessite la connaissance de grandeurs atomiques telles
que l’énergie des niveaux liés des ions actifs, les forces d’oscillateur des transitions
radiatives mais également les sections eﬃcaces de processus collisionnels ou radiatifs
(voir Chapitre 1).
2.2 Données atomiques
Le calcul des données atomiques dépend de l’Hamiltonien choisi. Il consiste à
résoudre l’équation de Schrodinger pour chaque électron lié :[
− d
2
dr2
+
li(li + 1)
r2
+ Vi(r)
]
φi(r) = ǫiφi(r) (2.1)
La fonction d’onde de l’ion actif s’écrit (voir Eq. 1.11) :
ψ(1, · · · , N) = 1√
N
∑
P
ǫPP{φα(1) · · ·φν(N)}.
De nombreuses méthodes de résolution ont été utilisées. Les plus courantes sont
les méthodes de Hartree-Fock et de Thomas-Fermi que nous allons décrire.
2.2.1 Méthode Hartree-Fock
La méthode de Hartree-Fock (HF) est basée sur le principe variationnel. Celui-ci
a été développé en parallèle de la théorie des perturbations qui est peu précise pour
des atomes complexes [1]. La méthode HF est basée sur les équations de Hartree-
Fock qui sont déduites de l’expression de l’énergie moyenne. Nous allons expliquer
brièvement cette méthode.
Considérons une conﬁguration à N électrons d’un atome quelconque. L’énergie
moyenne de l’atome sera déﬁnie ainsi :
Eav =
N∑
j=1
[
Ejk + E
j
n +
1
2
∑
t6=j
Ejtee
]
, (2.2)
où Ejk et E
j
n sont respectivement l’énergie cinétique et l’énergie d’interaction de
l’électron j avec le noyau. Ejtee est l’énergie d’interaction électrique entre les électrons
j et t. Eav peut aussi s’exprimer comme une somme sur les sous-couches. On a ainsi :
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Eav =
q∑
j=1
wj [E
j
k + E
j
n +
1
2
(wj − 1)Ejjee +
1
2
q∑
t6=j
wtE
jt
ee], (2.3)
où q est la dernière sous-couche peuplée de la conﬁguration et wj le nombre d’élec-
trons équivalents de la sous-couche j. On a
q∑
j=1
wj = N.
Le principe variationnel consiste à faire varier la partie radiale Pnili de la fonction
d’onde d’un électron de la sous-couche i. La variation sera notée δPnili et la variation
qui en résulte pour l’énergie moyennée δiEav est :
δiEav = wi[δiE
i
k + δiE
i
n +
1
2
(wi − 1)δiEiiee +
1
2
q∑
t6=i
wtδiE
it
ee +
1
2
q∑
j 6=i
wjδiE
ji
ee]. (2.4)
On remplace les termes d’interaction électron-électron par les intégrales de Slater
(voir Section 1.3.3) et on minimise δiEav. On obtient ainsi les équations de Hartree-
Fock dans le cas général :[
H0 − 2Z
r
+
q∑
j=1
(wj − δij)
∫ ∞
0
2
r>
P 2nj lj (r2)dr2 − (wi − 1)Ai(r)
]
Pnili(r) =
λiPnili(r) +
q∑
j (j 6=i)
wj[δliljλij +Bij(r)]Pnj lj (r), (2.5)
où λij est un multiplicateur de Lagrange servant à l’orthogonalisation entre les
fonctions d’onde Pnili et Pnj lj , et λi un multiplicateur de Lagrange servant à la
normalisation de Pnili . Les coeﬃcients Ai et Bij sont issus de l’intégrale d’échange
pour des électrons équivalents à i ou non équivalents, respectivement. Ils s’écrivent
Ai(r) =
2li + 1
4li + 1
∑
k>0
(
li k li
0 0 0
)2 ∫ ∞
0
2r<
rk+1>
P 2nili(r2)dr2, (2.6)
Bij(r) =
1
2
∑
k
(
li k lj
0 0 0
)2 ∫ ∞
0
2r<
rk+1>
Pnj lj (r2)Pnj lj(r2)dr2. (2.7)
La résolution de l’équation de Hartree-Fock pour une conﬁguration donnée se
fait en plusieurs étapes. Pour un électron de la sous-couche i, on se donne des fonc-
tions d’essais Pnj lj correspondant aux autres sous-couches. Ensuite, on calcule les
diﬀérentes valeurs des opérateurs d’interaction et on estime la valeur du coeﬃcient
λij. Ai et Bij permettent de résoudre l’équation 2.5 et d’obtenir Pnili . Cette routine
est répétée pour l’ensemble des valeurs de i. Cet algorithme constitue la première
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étape de la méthode de Hartree-Fock. L’obtention des fonctions d’ondes radiales
Pnili se fait par itération sur la routine en réintroduisant le jeu de fonctions de l’ité-
ration précédente. La procédure s’arrête quand la fonction radiale test d’entrée est
identique à la fonction de sortie et quand l’orthogonalité des fonctions de même l
est validée. Les eﬀets relativistes peuvent être pris en compte à l’aide d’un traite-
ment perturbatif, comme c’est le cas dans le code COWAN développé à Los Alamos,
ou être intégrés dans l’Hamiltonien en vue d’un traitement entièrement relativiste
(méthode de Dirac-Fock [2]).
Niveaux d’énergie Code Cowan (Hartree-Fock) Code MCDF (Dirac-Fock)
1s 0.0 0.0
2s 1471,9795 1472,0283
2p3/2 1472,9243 1472,9734
3s 1744,8464 1744,9048
3p3/2 1745,1266 1745,1849
Table 2.1: Energie des premiers niveaux de l’ion Mg11+ en eV.
Dans la table 2.1, on donne les énergies des premières sous-couches de l’ion
Mg11+. On note que les eﬀets relativistes ont une inﬂuence assez faible sur l’énergie.
Bien que faible (de l’ordre de 10−2 eV), cette correction joue un rôle important dans
le calcul des coeﬃcients de transition et d’émission radiative. Lorsqu’on s’intéresse à
des ions de Z élevé, les eﬀets relativistes deviennent plus importants et la méthode
MCDF est plus appropriée.
Bien que ces méthodes soient précises, il subsiste des problèmes d’orthogonali-
sation des fonctions d’onde si la conﬁguration possède beaucoup d’électrons ou s’il
y a beaucoup d’électrons dans des états excités. De même, l’orthogonalisation entre
les fonctions d’onde globales des conﬁgurations n’est pas toujours assurée. Ces mé-
thodes ont donc des limites liées au système étudié. Pour remédier à ce problème,
des méthodes de calcul avec approximations ont été envisagées. Une méthode assez
simple, couramment utilisée, est connue sous le nom de méthode de Thomas-Fermi.
2.2.2 Méthode de Thomas-Fermi
La méthode de Thomas-Fermi [3, 4] est une méthode semi-classique. Elle consiste
à construire un potentiel écranté à partir d’un modèle statistique.
On modélise l’atome par une sphère de rayon R0 et de centre le noyau. A l’inté-
rieur de la sphère, on a N électrons dont la distribution en énergie est donnée par
la statistique de Fermi-Dirac :
n(E) ∝ 1
1 + e(E−µ)/kBTe
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où n(E) est le nombre d’électrons par unité de volume dont l’énergie est comprise
entre E et E+ dE. µ désigne le potentiel chimique. La densité électronique s’écrit :
ρ(r) =
∫ ∞
0
n(E)dE. (2.8)
On fait l’hypothèse de la symétrie sphérique, compatible avec un potentiel central,
de sorte que la densité dépend uniquement de la distance r au centre de la sphère 1.
On a
N =
∫ R0
0
4πr2ρ(r)dr.
La méthode consiste à appliquer le principe variationnel à l’énergie totale Etot
de l’atome :
Etot =
∫ R0
0
[
3
5
[3π2ρ(r1)]
2/3 − 2Z
r1
+
1
2
∫ R0
0
2
r>
ρ(r2)4πr
2
2dr2
]
ρ(r1)4πr
2
1dr1. (2.9)
Dans cette équation, l’intégrale de ρ2/3 représente l’énergie cinétique de tous les
électrons. La minimisation de l’énergie totale se fait à nombre d’électrons constant.
La condition à remplir est donc
δ(Etot − λN) = 0, (2.10)
où λ un multiplicateur de Lagrange. L’application du principe variationnel per-
met d’obtenir le potentiel de Thomas-Fermi VTF(r). Si on pose x = r/u, où
u = (1/4)(9π2/2Z)1/3, VTF(r) est donné par
VTF(r) = −2Z
r
χ(x)− 2
R0
(Z −N), (2.11)
où la fonction Φ est solution de l’équation diﬀérentielle
χ′′(x) = χ3/2/x1/2. (2.12)
et doit vériﬁer les conditions au bord de la sphère :
χ(x0) = 0,
x0χ
′(x0) = −(Z −N)/Z,
où x0 = R0/u. Le potentiel de Thomas-Fermi VTF représente l’énergie potentielle
que l’on utilise pour obtenir les fonctions d’onde radiales Pnili(r) et les énergies des
sous-couches i. L’avantage de cette méthode est qu’il n’est pas nécessaire de faire
des itérations avec des fonctions d’essai comme pour la méthode Hartree-Fock. De
plus, la condition d’orthogonalisation des Pnili(r) pour une valeur donnée de l est
1. E dépend de r à travers le terme d’énergie potentielle.
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automatiquement satisfaite. Le terme d’échange (voir 1.20) est pris en compte dans
la méthode de Thomas-Fermi-Dirac [5]. Le potentiel est alors donné par
VTFD = −2Z
r
Ψ(x) +
1
16π2
− 2
R0
(Z −N), (2.13)
où Ψ est solution de l’équation
Ψ′′(x) = x
[(
Ψ
x
)1/2
+ β0
]3
, (2.14)
où β0 = (3/25π2Z2)1/3. La fonction Ψ satisfait les conditions :
Ψ(0) = 1
Ψ(x0) = β
2
0x0/16
x0Ψ
′(x0)−Ψ(0) = −(Z −N)/Z.
Les termes 1/16π2 et β0 proviennent de l’énergie d’échange. Si on les annule, l’équa-
tion 2.14 est alors identique à l’equation 2.12. Malgré la faible précision de cette
méthode, elle est couramment utilisée pour approcher les valeurs en énergie des
niveaux, car elle est rapide en temps machine.
Lorsque les fonctions d’onde et les énergies des niveaux sont calculées, on peut
déterminer les grandeurs utiles comme l’émissivité ou les pertes radiatives. Le calcul
détaillé -raie par raie- de l’émissivité sera fait à l’aide d’un code développé au
laboratoire de Physique des Interactions Ioniques et Moléculaires (Aix-Marseille
Université) [6]. Dans la section ci-dessous, nous allons décrire le formalisme sur
lequel a été construit le code PPP.
2.3 Approche détaillée
L’approche dite détaillée fournit un spectre dans lequel toutes les raies
conservent leur caractère individuel : énergie, largeur de raie et intensité. Dans
cette partie, nous nous intéresserons uniquement aux transitions lié-lié. Toute tran-
sition radiative se produit entre deux niveaux d’énergie discrets. Le calcul d’un
proﬁl nécessite la connaissance préalable de grandeurs atomiques dont l’ensemble
constitue ce qui est appelé base atomique.
2.3.1 Profil d’intensité
Le formalisme permettant d’obtenir l’émissivité ou l’opacité est le même que
celui qui a été utilisé pour calculer le proﬁl d’intensité. Intéressons-nous à une
transition radiative u − l du niveau supérieur (upper) u vers le niveau inférieur
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(lower) l. L’énergie de ces niveaux est caractérisé par les nombres quantiques n,
l, j. En général, un grand nombre de transitions radiatives ont lieu. La puissance
émise est donnée par
P (ω) =
4ω4
3c3
I(ω), (2.15)
où le proﬁl de raie I s’écrit
I(ω) =
1
π
Re
∫ ∞
0
eiωtC(t)dt, (2.16)
C est la fonction d’autocorrélation du moment dipolaire électrique. Elle est donnée
par
C(t) =
∑
u−l
e−iωult|〈l|d|u〉|2ρu. (2.17)
où ωul = (Eu −El)/~ et ρu la probabilité de trouver l’atome actif dans l’état |u〉.
Dans l’espace de Liouville, la fonction d’autocorrélation s’exprime comme la
trace de l’opérateur d’évolution U , i.e.
C(t) = 〈〈d†|U(t)|ρd〉〉, (2.18)
où ρ est la matrice densité du système complet (émetteur + perturbateurs).
Dans le premier chapitre, nous avons rappelé les approximations de la théorie
standard. A l’approximation quasi-statique, l’eﬀet des ions perturbateurs sur les
émetteurs est representé par un champ électrique statique caractérisé par une den-
sité de probabilité W (e) 2. Les électrons sont traités à l’approximation d’impact :
les ions émetteurs subissent des collisions binaires avec les électrons libres. L’eﬀet
de ces électrons est alors représenté par un opérateur de collision Φ. On montre que
l’intensité est donné par
I(ω) =
1
π
Re〈〈d†|
∫
deW (e)
∫ ∞
0
dt exp(iωt) exp(−i(Le − iΦ)t)ρd〉〉, (2.19)
où exp(−i(Le − iΦ)t) est l’opérateur d’évolution de l’émetteur perturbé par un mi-
crochamp ionique de valeur e et des électrons libres, et Le le Liouvillien du système
atomique perturbé par le champ électrique constant Ee. La densité de probabilité
W est donnée par une distribution statistique [7].
En raison du microchamp ionique, chaque transition radiative u− l donne nais-
sance à L composantes Stark. Chaque composante Stark est assimilée à un système
à deux niveaux et son proﬁl spectral montre généralement un élargissement inho-
mogène -élargissement Doppler- qui est dû au mouvement thermique des ions actifs
2. W (e)de est la probabilité que le microchamp ionique soit égal à e.
66 Chapitre 2. Emissivité et pertes radiatives en FCI
et un élargissement homogène. Ce dernier tient compte de l’élargissement naturel
et de l’élargissement électronique. L’intensité s’écrit alors [8] :
I(ω) =
L∑
q=1
cq(ω − fq) + aqγq
(ω − fq)2 + γ2q
, (2.20)
où (aq + icq) est l’intensité géneralisée et (fq + iγq) la fréquence généralisée de la
composante Stark q. Notons que la formule précédente est discrète alors que la
formule 2.19 est continue. En eﬀet, il est possible de discrétiser le proﬁl car chaque
transition Stark est élargie par l’eﬀet des électrons. L’intensité peut aussi s’écrire :
I(ω) =
L∑
q=1
aqψq(ω), (2.21)
où ψq est le proﬁl de la composante Stark q associée à la transition radiative u− l.
Pour chaque composante Stark, on déﬁnit une force de raie eﬀective Sq en posant
Sq = e
2aq.
Les calculs totalement détaillés sont réalisés à l’aide des codes MCDF [9] et
PPP [6]. Le premier code fournit la base atomique. Le second permet de calculer
le proﬁl spectral en tenant compte des mécanismes d’élargissement. La base ato-
mique est une donnée d’entrée pour le code PPP. Ce dernier nécessite également la
connaissance des paramètres plasma tels que la densité et la température électro-
niques, la température ionique et, lorsque plusieurs espèces ioniques sont présentes
dans le plasma, les fractions ioniques. Cette structure est schématisée par le graphe
ci-dessous.
Niveau d'énergie
Hamiltonien H
Ej - Ei, gAji, gfji
MCDF PPP
(Ej - Ei, gAji, gfji)
Populations ETL
Proﬁl Stark,Voigt
Calcul (E1)
Opacité klié-lié
Emissivité   lié-lié
Dirac-Fock
Dans la ﬁgure 2.1 ci-dessous, on a représenté le proﬁl d’intensité de la raie He-β
de l’argon et de raies satellites de l’argon lithiumoïde. Nous avons deux types de
satellites :
• 1s2l3l′ − 1s22l (électron 2l spectateur, transition 3l′ − 1s)
• 1s3l3l′ − 1s23l (électron 3l spectateur, transition 3l′ − 1s)
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Figure 2.1: Intensité (en unités arbitraires) de la raie He-β de l’argon et de raies
satellites de Li-like Ar. Ne = 1, 2× 1024 cm−3, Te = 700 eV.
La courbe verte représente la somme des intensités des deux types de satellite. La
courbe noire prend en compte la raie He-β et les deux types de satellite. Nous avons
vériﬁé que l’élargissement Stark ionique est important. Ce proﬁl est intéressant car
le rapport d’intensité de la raie de résonance (He-β) et des raies satellites permet
de diagnostiquer la température électronique Te.
C’est ce formalisme qui est utilisé pour calculer l’émissivité ou l’opacité lié-lié
du plasma. Dans la suite de ce chapitre, nous allons nous intéresser à l’émissivité.
2.3.2 Emissivité
La forme la plus simple de l’émissivité des ions de charge ze est :
ǫz(ν) =
∑
u−l
1
4π
NuAulhνψul(ν), (2.22)
où la somme porte sur toutes les transitions radiatives dans la gamme spectrale
d’intérêt. Nu est la densité de population 3 du niveau supérieur, Aul le coeﬃcient
3. Nombre d’ions par unité de volume. Unité : cm−3.
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d’Einstein (unité : s−1) et ψul le proﬁl de la transition du niveau u vers le niveau
l (unité : Hz−1). Le facteur 1/4π permet de sélectionner le rayonnement émis par
unité d’angle solide. Ainsi, l’émissivité est homogène à une puissance par unité de
volume, par unité d’angle solide et par unité de fréquence. Son unité est donc W
cm−3 Hz−1 sr−1 .
Lorsqu’on prend en compte les mécanismes d’élargissement et que l’on passe de
la notion de transitions radiatives à celle de composantes Stark, l’émissivité prend
la forme :
ǫz(ν) =
2
3
(
2π
c
)3∑
u−l
L∑
q=1
Nqν
4
qSqψq(ν), (2.23)
où Nq, νq et ψq(ν) sont respectivement la densité de population du niveau supérieur,
l’énergie et le proﬁl normalisé de la transition Stark q.
Lorsque plusieurs espèces ioniques sont présentes dans le plasma, l’émissivité
s’écrit simplement :
ǫ(ν) =
∑
z
ǫz(ν)pz, (2.24)
où pz est la fraction ionique correspondant aux ions de charge ze. Evidemment,∑
z pz = 1.
Cette formule permet une étude détaillée des transitions. Le choix du dopant de
l’ablateur, pour l’ignition, vient essentiellement de la bonne simulation du rayon-
nement X-mous de la paroi du Hohlraum aﬁn de faire coïncider les structures des
spectres émissivité/opacité aux énergies optimales pour la compression du combus-
tible.
a Emissivité du carbone
Le carbone est un bon candidat comme atome dans l’ablateur ou en vue du
diagnostic du système. On ﬁxe la densité électronique à 1.0×1021cm−3. On considère
deux températures : 5 et 10 eV. Ces paramètres Ne et Te sont choisis en fonction de
conditions expérimentales de l’approche indirecte de FCI. Une analyse préliminaire
par le code FLYCHK [10] permet de calculer les fractions ioniques.
X
X
X
X
X
X
X
X
X
X
X
X
Température
Ion
C I C II C III C IV C V
5 eV 0.317 0.460 0.222 0.00041 9.79E-08
10 eV 0.0325 0.137 0.573 0.230 0.0269
Table 2.2: Fractions ioniques du carbone.
A 5 eV, l’ion le plus abondant est C+. A 10 eV, C2+ est l’ion majoritaire. A ces
températures sont associées les superconﬁgurations données dans la table 2.3.
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Ion SCs Nombres de conﬁgurations non relativistes
(1)2(2)3
C+ (1)1(2)4 9
(1)0(2)5
(1)2(2)2
(1)2(2)1(3)1
C2+ (1)1(2)3 33
(1)1(2)2(3)1
(1)0(2)3(3)1
(1)0(2)4
Table 2.3: Superconﬁgurations (SC) associées aux températures 5 et 10 eV.
Le nombre de conﬁgurations impliquées n’est pas très grand. Un calcul détaillé
(MCDF-PPP) pour l’émissivité lié-lié peut être fait. Dans la ﬁgure 2.2, nous avons
représenté l’émissivité de C+. La comparaison des deux courbes montre que l’eﬀet
Stark ionique est négligeable, ce qui était prévisible car les nombres quantiques n
impliqués dans les transitions sont petits (la plus grande valeur est 3) et la densité
électronique modeste. Si Ne augmente, l’élargissement Stark dû aux ions augmen-
tera.
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Figure 2.2: Proﬁl d’émissivité de C+. Courbe en trait pointillé : Elargissement
électronique+élargissement Doppler, courbe pleine : les deux mécanismes précédents
+ élargissement Stark ionique. Ne = 1021 cm−3, Te = 5 eV.
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Dans la ﬁgure 2.3 nous avons représenté l’émissivité de C2+pour les deux tem-
pératures (5 et 10 eV). L’augmentation de la température accroît la population des
niveaux excités, ce qui conduit à une augmentation de l’émissivité. Une diminution
est attendue si la température continue d’augmenter car la fraction ionique va di-
minuer fortement au-delà du seuil d’ionisation de l’ion. L’approche détaillée -très
précise- peut être utilisée car le nombre de raies n’est pas très grand.
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Figure 2.3: Proﬁl d’émissivité de C2+. Ne = 1021 cm−3.
Intéressons-nous à l’or. Cet élément est le constituant principal du Hohlraum. Le
rayonnement X qu’il émet après irradiation par les lasers permet une compression
de la bille contenant le mélange D-T.
b Emissivité de l’or
Le plasma d’or est à des températures beaucoup plus élevées, de l’ordre du
keV. Les charges ioniques ze peuvent être élevées. Le nombre de niveaux et donc
le nombre de transitions peut rendre la méthode détaillée prohibitive en termes
de temps de calcul. Fixons la densité électronique à 1024 cm−3 et choisissons la
température électronique dans l’intervalle [8-10] keV. Un calcul avec le code FLY-
CHK montre qu’à la charge ionique z = 65 est associée une fraction importante.
Nous nous intéresserons donc à l’ion Au65+ qui a 14 électrons liés. La conﬁgura-
tion fondamentale est 1s22s22p63s23p2. Intéressons-nous aux transitions radiatives
entre les sous-couches 3l, les couches K (n = 1) et L (n = 2) étant fermées. En
d’autres termes, nous considérons les transitions radiatives au sein de la supercon-
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ﬁguration (1)2(2)8(3)4. A cette superconﬁguration sont associées 12 conﬁgurations
non-relativistes et 33884 transitions dipolaires électriques.
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Figure 2.4: Emissivité de Au65+ dans la SC (1)2(2)8(3)4 en fonction de l’énergie
pour trois températures. Ne = 1024 cm−3.
Dans la ﬁgure 2.4, nous avons représenté l’emissivité lié-lié de Au65+ calculée à
l’aide du code PPP pour trois valeurs de Te. Nous avons vériﬁé que l’élargissement
Stark dû au microchamp ionique est négligeable. L’élargissement spectral est dû aux
collisions avec les électrons libres et à l’eﬀet Doppler lié à l’agitation thermique des
ions émetteurs. Comme on peut le voir, l’émissivité diminue avec la température en
raison d’une diminution de la fraction ionique de l’ion Au65+. Nous remarquons que
les principaux faisceaux de transitions sont groupés au voisinage de 700 eV. On a
également une structure autour de 350 eV. La séparation entre ces deux structures
est due à l’interaction de spin-orbite. Nous avons vériﬁé que la séparation disparaît
pour des valeurs de Z plus faibles (par exemple dans le germanium).
Le cas étudié, bien que simple car limité à une espèce ionique et une SC, né-
cessite un temps de calcul très long. La méthode détaillée n’est malheureusement
pas adaptée aux calculs lourds. Une autre approche, plus appropriée aux calculs
complets s’impose.
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2.4 Méthode statistique
La méthode statistique est très utile lorsque le nombre de transitions radiatives
est très grand et que beaucoup de raies spectrales perdent leur identité en raison
d’un recouvrement causé par l’élargissement spectral.
2.4.1 Moments statistiques
Intéressons-nous à deux conﬁgurations C et C ′ (voir Chapitre 1, Section 1.3).
L’ensemble des transitions radiatives (E1) entre ces deux conﬁgurations est appelé
faisceau de transitions.
Les moments statistiques de l’émissivité découlent de ceux de l’intensité (Eq.
2.22) qui sont déﬁnis par [11] :
µn =
∑
i,j Sij(Ej − Ei)n∑
i,j Sij
, (2.25)
où j (i) est un niveau supérieur (inférieur) d’une transition du faisceau. Sij, force
de raie de cette transition, est le poids de la distribution statistique. S =
∑
i,j Sij
est le poids total. Les moments statistiques de l’émissivité µemiss se déduisent, par
approximation, en écrivant µemiss = (µ1)4µn. On déﬁnit également les moments
statistiques centrés :
µcn =
∑
i,j Sij(Ej − Ei − µ1)n
S
. (2.26)
On a, de manière évidente,
µ0 = µ
c
0 = 1.
On montre, assez facilement que
µc2 = µ2 − µ21 = v = σ2,
où v est la variance et σ l’écart-type. Exprimons également µc3 et µ
c
4 :
µc3 = µ3 − 3µ2µ1 − 2µ31,
µc4 = µ4 − 4µ3µ1 + 6µ2µ21 + µ41,
Déﬁnissons les moments réduits (sans dimension ) αn :
αn =
1
S
∑
i,j
(
Ej −Ei − µ1
σ
)n
Sij. (2.27)
On a
α1 = 0,
α2 = 1,
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α3 = µ
c
3/v
3/2,
α4 = µ
c
4/v
2.
Le moment d’ordre 3, α3, est appelé biais ou asymétrie (skewness). Si α3 = 0, la
distribution est symétrique. Si α3 > 0 la distribution est asymétrique à droite. Si
α3 < 0, la distribution est asymétrique à gauche.
Le moment d’ordre 4, α4, est appelé kurtosis. Il mesure le degré d’écrasement
de la distribution. Si α4 est supérieur à 3, la distribution est plus piquée qu’une
Gaussienne. Dans le cas contraire, elle est relativement écrasée.
Les moments ainsi déﬁnis permettent de construire une distribution. Nous allons
en présenter deux.
2.4.2 Distributions
a Gaussienne généralisée
La distribution gaussienne géneralisée (GG) est déﬁnie par [12]
GG(E) =
Sν
σ
e−|u/λ|
ν
2λΓ(1/ν)
, (2.28)
où u = (E − µ1)/σ, ν est un nombre réel positif, Γ est la fonction Gamma et
λ =
√
Γ(1/ν)/Γ(3/ν). Comme la distribution est symétrique, les moments réduits
impairs α2k+1 sont nuls. La valeur de ν est obtenue en résolvant l’équation
α4 =
Γ(1/ν)Γ(5/ν)
Γ(3/ν)2
.
b Gaussienne normale inverse
Cette distribution est donnée par [13] :
NIG(E) =
α√
1 + (E−µ
δ
)2
exp(δ
√
α2 − β2+β(E−µ))K1(α
√
δ2 + (E − µ)2), (2.29)
oùK1 est la fonction de Bessel modiﬁée du troisième type. Les quatre paramètres α,
β, δ et µ se déduisent de µ1, σ, α3 et α4. En eﬀet, si on pose α˜3 = α23 et α˜4 = α4−3
(kurtosis réduit), on a (voir Table 2.4) :
74 Chapitre 2. Emissivité et pertes radiatives en FCI
Paramètre Expression Rôle
α
3
√
3α˜4 − 4α˜3
σ(3α˜4 − 5α˜3) Importance de la queue
β
3α3
σ(3α˜4 − 5α˜3) Asymétrie
δ
3σ
√
3α˜4 − 5α˜3
(3α˜4 − 4α˜3) Paramètre d’échelle
µ
µ1 − δα3√
3α˜4 − 5α˜3
Position du maximum
Table 2.4: Paramètres de la distribution NIG.
2.4.3 Comparaison
Comparons l’émissivité obtenue à l’aide des deux distributions statistiques à
l’émissivité obtenue par la méthode détaillée (voir Section 2.3). Le spectre est généré
par les faisceaux de transition (voir Section 1.3). Dans le cas qui nous intéresse,
les transitions radiatives se produisent au sein de la couche M. Les faisceaux de
transition s’écrivent alors
(3l1)
N1(3l2)
N2(3l3)
N3 − (3l1)N1−1(3l2)N2+1(3l3)N3
où N1 + N2 + N3 = 4 et l1, l2, l3 ∈ [0, 1, 2] (exception : (l1,l2) 6=(0,2),(2,0)). Les
faisceaux de transition se rangent en deux groupes : ceux qui sont dus à une tran-
sition 3p − 3s et ceux qui sont dus à une transition 3d − 3p. Ces groupes sont des
superfaisceaux de transition (super transition arrays : STA). Dans la table 2.5 on
STA faisceau de transition STA faisceau de transition
3s13p3 − 3s23p2 3s23p13d1 − 3s23p2
3s13p
13d2 − 3s23d2 3s23d2 − 3s23p13d1
3p33d1 − 3s13p23d1 3s13p23d1 − 3s13p3
3p− 3s 3s13p23d1 − 3s23p13d1 3s13p13d2 − 3s13p23d1
3p13d3 − 3s13d3 3d− 3p 3s13d3 − 3s13p13d2
3p4 − 3s13p3 3p3 − 3d13p4
3p23d2 − 3s13p13d2 3p23d2 − 3p33d1
3p13d3 − 3p23d2
3d4 − 3p13d3
Table 2.5: Faisceaux de transition pour les STA 3p− 3s et 3d− 3p.
voit que le STA 3p− 3s se compose de 7 faisceaux de transition et le STA 3d− 3p
de 9 faisceaux de transition.
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Figure 2.5: Emissivité de l’ion Au65+ en fonction de l’énergie. Ne = 1024 cm−3 et
kTe = 12 keV.
Dans la ﬁgure 2.5, on montre l’émissivité de l’or dans la super-conﬁguration (3)4.
L’émissivité est reproduite par deux gaussiennes normales inverses (NIG) : une pour
chaque STA. Ici, la STA 3d − 3p comporte deux structures dont la séparation est
due à l’interaction de spin-orbite. La structure autour de 350 eV est reproduite
par une gaussienne généralisée (GG). Les distributions statistiques reproduisent
assez bien l’enveloppe de l’émissivité ; les détails (élargissement, asymétrie, ...) des
raies individuelles disparaissent. Ainsi, lorsque le spectre présente des raies dont
le recouvrement est faible, seule la méthode détaillée est recommandée. Lorsque
toutes les raies du spectre présentent un recouvrement important et que leur nombre
est très grand, seule une méthode statistique peut être utilisée. Dans tous les cas
intermédiaires, il faut utiliser une méthode hybride qui combine des calculs détaillés
et des calculs statistiques.
2.5 Méthode hybride
La méthode hybride sera présentée dans le chapitre 3 qui traite de l’opacité.
Dans ce chapitre, nous l’utiliserons pour calculer l’émissivité. La méthode sera
appliquée au germanium pour des conditions expérimentales de la FCI. Nous nous
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intéressons à l’émissivité totale, c’est-à-dire qui tient compte
• de toutes les séquences ioniques
• des transitions lié-lié, lié-libre et libre-libre.
2.5.1 Emissivité totale
L’émissivité totale est donnée par l’équation 2.24 dans laquelle ǫz(ν) comprend
les transitions lié-lié, lié-libre et libre-libre :
ǫz(ν) = ǫz,bb(ν) + ǫz,bf(ν) + ǫz,ff(ν), (2.30)
L’émissivité lié-lié est donné par l’équation 2.22. La contribution libre-libre est don-
née à l’approximation de Kramers par (voir Ref. [14]) :
ǫz,ff(ν) =
32πe4a20α
3Z¯2
2
√
3(2πme)3/2~
(
me
2πkTe
)1/2
NeNze
−hν/kTe , (2.31)
où α est la constante de structure ﬁne et me la masse de l’électron. On rappelle
(voir Section 1.4) que Z¯ et Nz désignent respectivement la charge ionique moyenne
et la densité de l’ion de charge ze.
Enﬁn, l’émissivité lié-libre est obtenue par une formule similaire au calcul des
transitions lié-lié, la seule diﬀérence étant que la force d’oscillateur est diﬀérentielle
car elle fait intervenir la fonction d’onde d’un électron du continuum. Dans la plu-
part des codes actuels, à l’ETL, la composante libre-lié du spectre est calculée de
manière statistique, que ce soit pour l’émissivité ou l’opacité, l’émissivité se dé-
duisant de l’opacité en multipliant cette dernière par la distribution du corps noir
de Planck (loi de Kirchoﬀ). La méthode de calcul statistique est détaillée dans un
article de Bar-Shalom [15].
2.5.2 Application au germanium
Nous avons calculé l’émissivité pour kTe=1000 eV et Ne = 1020 cm−3. Les frac-
tions ioniques pi calculées sont données dans le tableau 2.6. La charge moyenne
Z¯=30.83 et l’ion hydrogénoïde est le plus abondant.
Dans la ﬁgure 2.6 nous représentons l’émissivité ǫz des ions Ge (Z=32) les plus
abondants. Dans l’intervalle [0, 5000] eV, l’ion Ge29+ a l’émissivité la plus grande
mais la fraction ionique correspondante est très faible (2.6×10−4). Au-dessus de 10
keV, c’est l’émissivité de Ge30+ qui domine. Si on tient compte des fractions ioniques,
ce sont les ions hydrogénoïde et heliumoïde qui contribuent le plus à l’emissivité
totale.
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ion pi ¯RPLz
Ge31+ 0.8282 65.63 %
Ge30+ 0.1715 34.28 %
Ge29+ 2.6261×10−4 0.19 %
Table 2.6: Fractions ioniques et pertes radiatives des ions les plus abondants.
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Figure 2.6: Emissivité des ions Ge les plus abondants normalisée par la masse
volumique ρ (ǫ/ρ). Ne = 1020 cm−3 (4×10−4 g cm−3), kTe=1000 eV.
Dans la table 2.6, nous donnons la fraction de pertes radiatives pour chaque ion.
Celle-ci est déﬁnie par
RPLz =
pz
∫
ǫz(ν)dν∑
z pz
∫
ǫz(ν)dν
.
Rappelons que les pertes radiatives 4 résultent d’intégrations de ǫz sur la fréquence
et sur l’angle solide. L’unité des pertes radiatives est donc W/cm3. Nous voyons que
c’est l’ion hydrogénoïde qui émet le plus.
4. Radiative Power Losses, RPL
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Figure 2.7: Emissivité totale du germanium normalisée par la masse volumique ρ
(ǫ/ρ). Densité et température : idem Fig. 2.6.
Dans la ﬁgure 2.7, nous avons représenté l’émissivité totale, donnée par les équa-
tions 2.24 et 2.30. Sa valeur est globalement plus faible car on tient compte des
fractions ioniques des ions Ge dans le plasma.
2.6 Conclusion
Les calculs d’émissivité ont été appliqués à l’or, au carbone et au germanium.
L’or est présent dans le Hohlraum et il importe de connaître son émission dans le
domaine X. Quant au carbone et au germanium, ils sont présents dans les ablateurs.
La connaissance du transport de rayonnement de ces éléments et d’autres, comme
le silicium (voir chapitre 3), est indispensable. Elle nécessite la connaissance de
l’émissivité et de l’opacité.
Nous avons décrit deux méthodes : une méthode détaillée (raie par raie) et
une méthode statistique. Dans la plupart des cas qui nous intéressent, la première
nécessite des temps de calcul très longs. La seconde est beaucoup plus économe en
temps de calcul mais elle ne fournit, au mieux, qu’une enveloppe du spectre détaillé
de l’émissivité. Il est donc indispensable d’utiliser une nouvelle méthode qui soit
capable de décrire de manière détaillée le spectre lorsque les raies se recouvrent peu
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et présentent des structures complexes comme celles qui apparaissent en présence
d’un champ électrique (eﬀet Stark ionique) et/ou d’un champ magnétique, et de
manière statistique lorsque celles-ci sont très nombreuses et se recouvrent largement.
Dans le deuxième cas, une connaissance précise et individuelle des raies ne s’impose
pas.
Dans le chapitre 3, nous utiliserons une méthode dite hybride, qui répond à ces
deux exigences. Cette méthode sera appliquée au calcul de l’opacité des dopants qui
sont présents dans l’ablateur.
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Chapitre 3
Opacité en FCI
Ce chapitre porte sur le calcul de l’opacité dans les plasmas inertiels à l’ETL. Ce
travail s’eﬀectue en parallèle des calculs sur l’émissivité pour des plasmas similaires.
L’enjeu de cette étude est d’obtenir le spectre d’opacité de dopants pour la simu-
lation du front d’accrétion de la bille de combustible, que ce soit pour l’approche
indirecte ou sur machine Z-pinch.
Ces calculs sont eﬀectués pour des atomes à Z moyen ou élevé. Ainsi, pour les
températures atteintes dans ces plasmas le nombre de transitions dipolaires E1 de-
vient très grand. On distingue toutefois des faisceaux de transitions mais aussi des
raies isolées ce qui ne permet pas un traitement purement statistique. L’approche
hybride détaillé/statistique a ainsi été développée dans le but de résoudre ce pro-
blème. Dans ce chapitre nous présenterons des opacités calculées à l’aide du code
hybride SCO-RCG du CEA DAM.
Après un rappel du rôle des dopants en FCI, nous présenterons l’approche hy-
bride utilisée. Nous comparerons ces opacités à celles obtenues à l’aide d’un code
détaillé. La validation de ces simulations permettra d’étendre les calculs à l’opacité
totale (lié-lié, lié-libre et libre-libre) obtenue par le code SCO-RCG pour des couples
Ne/Te issus du chemin thermodynamique de la compression de la cible.
3.1 Opacité en FCI
L’opacité spectrale du plasma en FCI implique de nombreux calculs de phy-
sique atomique pour les ions dont la fraction ionique est importante. En eﬀet la
reconstruction et la comparaison aux spectres expérimentaux permettent d’aﬃner
les modèles théoriques. La simulation de l’opacité des dopants de l’ablateur est un
enjeu majeur de l’ignition en fusion inertielle.
3.1.1 Les dopants en FCI
Le rôle des dopants est primordial dans l’approche inertielle par attaque indi-
recte. L’énergie des lasers étant convertie en rayonnement X par le Hohlraum (fait
d’un élément à Z élevé, de l’or dans le cas présent), il faut que la capsule les absorbe.
Mais plusieurs problèmes se posent.
Il faut que l’émission X du Hohlraum soit la plus uniforme possible (voir Chapitre
1). Elle doit également être de bonne qualité spectrale. Le problème physique vient
de la possible émission de X-durs (≈ 10 − 400 keV) par le Hohlraum qui ont la
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possibilité de se propager au-delà du front d’ablation et ainsi préchauﬀer la couche
interne de l’ablateur. En conséquence, une diﬀérence de densité apparaît entre le
combustible interne à la capsule et sa couche externe. Cela favorise les instabilités
hydrodynamiques et plus particulièrement celle d’interchange Rayleigh-Taylor (voir
section 1.2.1.a). Les dopants sont utilisés pour tenter de contrôler l’absorption en
fonction de l’énergie hν des X incidents et donc favoriser la compression. Mais
il faut quantiﬁer la concentration de dopants que l’on met dans l’ablateur, une
trop grande abondance d’atomes tendant à réduire la vitesse d’implosion et donc
défavorise l’ignition. La physique atomique intervient alors dans le calcul de l’opacité
du plasma créé par l’impulsion X émis par la cavité. Cette grandeur caractéristique
fait l’objet de calculs théoriques poussés pour simuler le spectre d’absorption en
fonction de la température et de la densité. Cette opacité est surtout importante
pour les atomes de Z moyens ou élevés.
Plusieurs dopants sont à l’étude et semblent être de bons candidats pour la fa-
brication de futures capsules de combustible ; ce sont les atomes de germanium et de
silicium. L’ablateur est habituellement constitué d’un mélange carbone-hydrogène-
oxygène-dopants. L’idée d’utiliser le silicium a émergé il y a quelques années et
depuis les recherches dans ce domaine sont l’objectif principal de plusieurs équipes
de par le monde [1]. Les dopants sont des ions moyennement lourds et les tempé-
ratures sont telles que les électrons peuplent les couches de n ∈ [1 − 4] et parfois
les couches de n ≥ 5. Le nombre de conﬁgurations, et par conséquent le nombre de
transitions possibles, est élevé. Ainsi, le temps de calcul des niveaux d’énergie peut
devenir prohibitif.
3.1.2 Approche détaillée et approche statistique
a Opacité détaillée
L’approche détaillée (voir Section 2.3) convient aux calculs d’opacité lorsque les
raies d’absorption (transitions lié-lié) sont identiﬁables, i.e. se recouvrent peu ou
pas du tout, et lorsque le nombre de niveaux liés n’est pas excessivement élevé.
Rappelons que le processus d’absorption est schématisé par
hν +X(l)z ← hν + hν +X(k)z ,
où l’énergie du niveau k est inférieure à celle du niveau l et où z désigne la charge
de l’ion. Un photon est absorbé par l’ion qui passe ainsi à un niveau d’énergie
supérieure.
On parle d’absorption en couche K (resp L, M) lorsque l’électron excité est
initialement dans la couche n = 1 (resp n=2, 3). On peut également exciter un
électron de la couche L vers la couche M (resp N), par exemple 2p − 3d (resp
2s− 4p). Le nombre de transitions de la couche L ou M sont plus nombreuses que
celles issues de la couche K, et peuvent atteindre des nombres très grands.
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Dans les plasmas FCI où la densité et la température peuvent être très élevées,
les spectres d’émission ou d’absorption dépendent fortement des transitions lié-
lié. Ces spectres dépendent des populations ioniques, des populations des niveaux
atomiques et des mécanismes d’élargissement spectral. Ceux-ci sont les mêmes que
dans le chapitre précédent : élargissement électronique, Doppler et Stark ionique.
Habituellement on déﬁnit le coeﬃcient d’absorption correspondant au spectre lié-lié
d’un ion de charge ze par l’expression :
kz(ν) =
∑
u−l
1
4π
NlBluhνψlu(ν), (3.1)
où la somme porte sur l’ensemble des transitions radiatives entre états liés. Néan-
moins, nous avons vu que le microchamp ionique décompose une transition radiative
u − l en un ensemble de L composantes Stark qui sont élargies par les collisions
électron-ion. Le coeﬃcient d’absorption associé aux transitions lié-lié d’un ion de
charge ze est donné par une expression similaire à celle de l’émissivité (Eq. 2.23) :
kz(ν) =
∑
u−l
L∑
q=1
Nq
(2π)2
3~c
νqSqψq(ν). (3.2)
Les diﬀérentes grandeurs ont été déﬁnies dans le chapitre 2. L’unité du coeﬃ-
cient d’absorption est cm−1. Pour tenir compte de l’ensemble des diﬀérents ions,
on somme les coeﬃcients d’absorption pondérés par les fractions ioniques pz :
k(ν) =
∑
z
kz(ν)pz. (3.3)
Les fractions ioniques varient avec la température et la densité. On déﬁnit
1. la profondeur (ou épaisseur) optique pour une direction de propagation s :
τ(ν) =
∫
k(ν)ds. (3.4)
La profondeur optique est sans dimension.
2. l’opacité massique :
κ(ν) = k(ν)/ρ.
où ρ est la masse volumique. κ s’exprime en cm2/g.
Dans la ﬁgure 3.1, nous représentons l’opacité du germanium, qui est un dopant
possible, dans la super-conﬁguration (3)4. Les deux "bosses" à 65 et 80 eV sont
associées aux deux superfaisceaux (STA) 3p − 3s et 3d − 3p (voir Table 2.5 et
Fig. 2.5). Nous avons vériﬁé que l’élargissement Stark était négligeable. En eﬀet, le
nombre quantique principal n’est pas assez grand et les niveaux ne sont donc pas
assez excités pour subir l’eﬀet du champ électrique.
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Figure 3.1: Opacité massique du germanium dans la super-conﬁguration (3)4. On
a Ne = 1.7× 1023 cm−3 et Te = 200 eV.
b Méthodes statistiques
Dans le chapitre 2 nous avons introduit des méthodes statistiques pour calculer
l’émissivité. Nous allons approfondir ces méthodes et introduire les notations uti-
lisées dans une approche hybride qui combinera méthodes détaillées et méthodes
statistiques.
En procédant de la même manière que dans le chapitre précédent, on trouve que
l’opacité fait alors intervenir les moments :
µn =
∑
i,j(Ej − Ei)n+1Sij∑
i,j(Ej −Ei)Sij
(3.5)
Dans la pratique, ces moments ne peuvent pas être utilisés. On fait donc l’approxi-
mation
Sij(Ej −Ei)n+1 = µ1[I]Sij(Ej − Ei)n.
où µ1[I] est le moment d’ordre 1 de l’intensité, formule 2.25. Les moments qui en
résultent sont utilisés dans les distributions statistiques considérées.
En ce qui concerne les faisceaux de transition non résolus (Unresolved Transi-
tions Array, UTA ) [4, 5], on modélise la distribution en énergie de la raie dans
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le proﬁl d’élargissement global, les raies n’étant pas traitées individuellement en
raison du recouvrement des proﬁls individuels. Il arrive que les faisceaux de tran-
sition soient séparés en sous-faisceaux en raison de l’interaction spin-orbite. Ceci
peut être observé pour des ions de Z élevé (Z ≥ 25), où l’interaction électrostatique
est faible devant l’interaction spin-orbite. Dans ce cas, on utilise la méthode SOSA
(Spin Orbit Split Array) [6]. La modélisation se fait de la même manière que dans
l’approche UTA, la seule diﬀérence consiste à considérer un couplage jj pur et donc
un proﬁl statistique pour chaque sous-faisceau relativiste issu du splitting du fais-
ceau de transition. Chacun de ces faisceaux sera donc caractérisé par ces diﬀérents
moments, et non plus par ceux du faisceau global.
Les méthodes UTA et SOSA sont analogues. Cependant, pour des ions de Z
élevé, où SOSA peut paraître pertinente, des cas limites sont malgré tout à considé-
rer. En eﬀet, l’interaction spin-orbite joue un rôle bien avant d’atteindre le couplage
jj pur. Les termes diagonaux du Hamiltonien deviennent non négligeables. On parle
alors de mélange des couplages ou ICR (Interaction des sous-Conﬁgurations Rela-
tivistes), ce qui modiﬁe l’ensemble des paramètres des sous-faisceaux relativistes
ainsi que la disposition des raies en leur sein [6].
En raison de la taille des calculs numériques, il n’est pas réaliste d’utiliser les
méthodes UTA/SOSA pour des ions très lourds ou possédant beaucoup d’électrons
liés. Pour illustrer notre propos, considérons un ion avec 44 électrons liés, dans lequel
les couches K, L et M sont remplies et la couche N (n=4) comprend 16 électrons
liés, i.e., K2L8M18N16. L’ion est dans la super-conﬁguration (1)2(2)8(3)18(4)16. Il lui
correspond
– 233 conﬁgurations non-relativistes
– 8535 conﬁgurations relativistes
– 49 309 974 niveaux.
Il en résulte un nombre prohibitif de transitions radiatives. Dans ce cas, le nombre
de proﬁls UTA/SOSA à calculer est prohibitif. Lorsque le nombre de conﬁgurations
est trop grand et que par conséquent leur calcul devient impossible, une méthode
plus globale peut être envisagée. L’une de ces méthodes s’appuie sur les structures
STA (Super Transition Array) [7].
La méthode STA consiste à regrouper les faisceaux de transitions d’énergies
proches qui sont eux-mêmes des regroupements de raies spectrales. Le calcul statis-
tique se fait sur un STA qui regroupe des transitions entre deux superconﬁgurations
(celle d’arrivée pouvant être identique à celle de départ). Les moments statistiques
globaux de cette structure se déduisent par application des mêmes formules que
pour la méthode UTA (formule 3.5) mais pour des superfaisceaux, et son proﬁl est
modélisé par une Gaussienne. Dans son principe, la méthode est donc très proche
de l’UTA, mais elle a l’avantage d’être plus ﬂexible. On ne peut choisir les super-
conﬁgurations pertinentes au premier calcul, l’algorithme utilise pour cela des itéra-
tions en divisant les super-couches à chaque pas jusqu’à convergence (voir Annexe
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2). Cette approche tend vers la méthode DLA 1 et se heurte donc à un problème de
précision du spectre de sortie mais s’avère très eﬃcace pour tracer l’allure globale
de celui-ci, d’où son utilisation pour l’analyse de certains spectres.
On peut résumer les diﬀérent modèles par le schéma ci-dessous :
Niveaux d'énergies
             n,l
Niveaux d'énergies
             n',l'
Conﬁguration 
          c
Sous-conﬁguration j1
Sous-conﬁguration j2
Sous-conﬁguration j'1
Sous-conﬁguration j'2
Conﬁguration 
          c'
Super-conﬁguration
              SC
Super-conﬁguration
              SC'
Détaillé Statistique
DLA SOSA STA
Ces méthodes ont été largement utilisées depuis le milieu des années 90 [8].
A ce stade, on peut dire que les méthodes détaillées permettent de rendre compte
de détails ﬁns du spectre d’opacité, notamment en prenant en compte de manière
précise des mécanismes d’élargissement spectral. Malheureusement, ces méthodes
ne sont pas applicables lorsque le nombre de raies est très grand. Une alternative,
lorsque les raies se superposent et qu’il n’est plus crucial de connaître les détails
ﬁns du spectre, peut être trouvée avec les méthodes statistiques. Dans le cas le plus
géneral, où les deux aspects sont présents dans un même spectre, il importe d’utiliser
une approche hybride pour en rendre compte. C’est ce que nous nous proposons de
faire dans la suite de ce chapitre.
3.2 L’approche hybride SCO-RCG
Les propriétés radiatives des plasmas de fusion inertielle et, plus généralement,
la physique atomique des plasmas chauds nécessitent une connaissance précise des
spectres d’émission et/ou d’absorption d’ions dont le numéro atomique Z est moyen
ou grand. Cependant la complexité et le nombre des conﬁgurations possibles rendent
diﬃcile voire impossible la résolution détaillée (DLA). Les méthodes statistiques
sont donc incontournables. Cette approche n’a donné lieu à des applications numé-
riques que récemment, surtout concernant la méthode STA, et nécessite des appro-
fondissements. Ces modèles, après étude, ont donc été jugés peu pertinents dans
le cas d’un spectre à faible coalescence ou ayant un nombre de raies faible. C’est
pourquoi des codes hybrides détaillé-statistique ont été développés. Notre étude fait
appel à un code de calcul détaillé (MCDF-PPP) et un code hybride (SCO-RCG).
1. Detailed Line Accounting ou Detailed Level Accounting, nommé initialement Detailed Term
Accounting (DTA)
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3.2.1 De SCO à SCO-RCG
Le code SCO traite par des méthodes statistiques des structures telles que les
UTA ou les SOSA. Il décrit correctement les STA qui composent un proﬁl d’opacité.
Il s’avère très utile pour traiter les atomes de Z moyen pour lesquels la structure
atomique devient vite complexe en raison du nombre de transitions permises. En
revanche, lorsque les raies spectrales sont peu nombreuses et bien séparées les unes
des autres le code SCO n’est pas nécessairement l’outil le mieux adapté. Pour ces
raies, un traitement détaillé est possible et souhaitable. Un critère de choix sur la
pertinence d’un calcul détaillé ou d’un calcul statistique doit être trouvé. Ce critère
est utilisé dans l’approche hybride.
Cette approche est au centre du code SCO-RCG [9]. Le code SCO [8] fournit les
énergies des niveaux et les forces d’oscillateur des transitions permises, les intégrales
coulombiennes et les intégrales dipolaires. Ce code développé dans les années 90, est
un code de physique atomique et de calcul d’opacité dans les plasmas à l’équilibre
thermodynamique local (ETL). Dans le code SCO-RCG, la résolution de l’équation
de Schrödinger utilise la méthode de Hartree-Fock-Slater. L’initialisation du calcul
se faisant, par rapport à la méthode Hartree-Fock, au moyen d’un potentiel de
Thomas-Fermi [10]. La particularité du code vient d’une prise en compte de l’eﬀet
de l’environnement (plasma de température et densité ﬁnies) dans le calcul du
potentiel d’échange [11]. Le choix du formalisme appliqué dépend de la taille du
Hamiltonien ainsi que de la coalescence des raies/faisceaux. On peut représenter
l’algorithme de calcul par le schéma ci-dessous :
Superconﬁguration
DCA? STA
DLA?
(Nombres de niveaux , Moments)
UTA/SOSADLA
(oui)
(oui)
(non)
(non)
Formalisme
détaillé
Formalisme
statistique
Figure 3.2: Principe de fonctionnement du code SCO-RCG.
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A partir de la structure de la superconﬁguration de départ (nombre de niveaux,
moments, etc.), du nombre de transitions considérées et de leurs coalescences, le code
fait un test pour savoir si un calcul DCA (Detailed Conﬁguration Accounting) est
pertinent ou non. La méthode DCA est une méthode statistique liée aux niveaux
et aux transitions partant d’une conﬁguration, elle utilise le formalisme UTA. Si
la coalescence ne permet pas un calcul STA, on teste à nouveau pour savoir si
un traitement détaillé DLA (Detailed Line Accounting) est nécessaire. Si les raies
sont trop isolées, on calcule les faisceaux de manière détaillée, sinon on utilise une
méthode UTA ou SOSA en fonction de l’importance du spin-orbite. Le calcul détaillé
est pris en charge par la routine RCG du code Cowan alors que les calculs statistiques
sur les structure UTA, SOSA ou STA sont eﬀectués à l’aide du code SCO.
L’élargissement spectral tient compte des mécanismes suivants :
– les collisions inélastiques : traitées dans l’approximation d’impact
– l’eﬀet Stark dû au microchamp ionique : traité dans l’approximation quasi-
statique
– l’eﬀet Doppler dû à l’agitation thermique des ions actifs
– la durée de vie ﬁnie des niveaux, responsable de ce qui est appelé élargissement
naturel
L’élargissement collisionnel est traité par la méthode de Dimitrijević et Konjević
[12]. Il conduit à un proﬁl lorentzien. L’eﬀet Stark ionique et l’eﬀet Doppler sont
associés à un proﬁl gaussien. Enﬁn, l’élargissement naturel est responsable d’un
proﬁl lorentzien. La convolution d’un proﬁl gaussien et d’un proﬁl lorentzien conduit
au proﬁl de Voigt (voir Chapitre 1, Section 1.4.4). Un calcul exact du proﬁl de Voigt,
utilisant les formules de Humlicek [13] ne peut être envisagé car son couplage à un
calcul purement statistique se révèle très coûteux en temps de calcul. Dans le code
SCO-RCG, la convolution peut être traitée par la distribution de Pearson VII :
Pw,µ(x) =
22(µ−1)
√
21/µ − 1Γ(µ)2
Γ(2µ− 1)πω [(21/µ − 1)( x
w
)2 + 1
]µ , (3.6)
où Γ est la constante de couplage ion-ion déﬁnie par :
Γ =
Z¯2e2
RikBT
.
Ri =
(
3
4πNi
)1/3
est le rayon ionique moyen, µ le paramètre de forme sur l’im-
portance relative des élargissements gaussien et lorentzien et w la demi-largeur à
mi-hauteur. Cette distribution est précise lorsque le proﬁl est dominé par l’élargis-
sement lorentzien (collisionnel). C’est le cas dans la suite. La routine choisie ré-
cemment pour le calcul du proﬁl de Voigt est celle qui a été développée par Avrett
[14]. De plus, le code a été modiﬁé en intégrant des moments statistiques d’ordre
supérieur à 2, aﬁn de mieux décrire les distributions [9].
Les diﬀérentes méthodes de calculs (détaillée, UTA, STA) font intervenir des
paramètres tels que la fonction de partition, la probabilité d’un faisceau/niveau.
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3.2.2 Opacité par l’approche hybride
Un faisceau de transitions est représenté par une distribution qui est caractérisée
par son énergie moyenne, sa force d’oscillateur globale f , la dégénérescence g et le
nombre des raies. Ainsi, la fonction de partition totale s’écrit :
Utot =
∑
Cdet
∑
γJ∈C
(2J + 1)e−βEγJ +
∑
Cstat
gCe
−βEC +
∑
Ξ
UΞ (3.7)
où β = 1/kBTe et UΞ est la fonction de partition de la super-conﬁguration Ξ
(UΞ =
∑
C∈Ξ gCe
−βEC ). Les trois sommes dans le membre de droite représentent
la hierarchie : niveaux, conﬁgurations, super-conﬁgurations. γJ désigne un niveau,
Cdet la struture ﬁne de la conﬁguration C, Cstat une conﬁguration non détaillée et
Ξ une superconﬁguration. On notera gC et gΞ les poids statistiques de la conﬁgu-
ration C et de la super-conﬁguration Ξ, respectivement. L’opacité lié-lié du plasma
est donnée par :
κ(ν) =
∑
Cdet
κdetC→C′(ν) +
∑
Cstat
κstatC→C′(ν) +
∑
Ξ
κΞ→Ξ′(ν), (3.8)
La contribution pour laquelle on eﬀectue un calcul détaillé est donnée par :
κdetC→C′(ν) =
1
4πǫ0
NA
A
πe2h
mc
∑
γJ→γ′J ′
fγJ→γ′J ′PγJψγJ→γ′J ′(ν), (3.9)
où fγJ→γ′J ′ est la force d’oscillateur entre les niveaux γJ et γ′J ′, ψ le proﬁl de la
raie et PγJ la probabilité du niveau γJ :
PγJ =
(2J + 1)
Utot
e−βEγJ . (3.10)
La probabilité d’un niveau/conﬁguration/super-conﬁguration est relative au
niveau/conﬁguration/super-conﬁguration initial de la transition, que ce soit en
émission ou en absorption. La contribution statistique des faisceaux de transitions
s’écrit :
κstatC→C′(ν) =
1
4πǫ0
NA
A
πe2h
mc
fC→C′PCψC→C′(ν), (3.11)
où PC désigne la probabilité de la conﬁguration C :
PC =
gC
Utot
e−βEC (3.12)
et fC→C′ la force d’oscillateur du faisceau de transitions C → C ′. La contribution
statistique des super-faisceaux de transitions Ξ→ Ξ′ s’écrit :
κΞ→Ξ′(ν) =
1
4πǫ0
NA
A
πe2h
mc
fΞ→Ξ′PΞψΞ→Ξ′(ν), (3.13)
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où PΞ est la probabilité de la super-conﬁguration Ξ :
PΞ =
gΞ
Utot
e−βEΞ. (3.14)
Cette approche est appropriée pour l’analyse des spectres expérimentaux. Une
comparaison avec l’approche entièrement détaillée a fait l’objet d’une partie de
notre étude. Dans la section suivante, nous présenterons les résultats de nos calculs
d’opacités.
Récemment, Mínguez et ses collaborateurs [15] ont calculé l’opacité du carbone à
l’équilibre thermodynamique local (ETL) et hors-équilibre thermodynamique local
(NETL). Il s’agissait d’un ion léger pour lequel un calcul détaillé peut être envi-
sagé. Lorsqu’il s’agit d’atomes plus lourds, nous n’avons pas toujours la possibilité
d’eﬀectuer un calcul détaillé. Pour de tels systèmes, le code SCO-RCG trouve sa
pleine justiﬁcation. Commençons par nous intéresser à la contribution lié-lié.
3.2.3 Opacité lié-lié
Le germanium peut être utilisé comme dopant dans les ablateurs. Cet atome
étant assez lourd, Z = 32, nous commencerons par étudier un cas simple avant de
passer à des situations plus réalistes faisant intervenir les divers degrés de charge
ionique. Le code détaillé PPP requérant des temps de calcul très longs, nous nous
limiterons aux transitions n = 3− n = 3 se produisant dans la super-conﬁguration
(1)2(2)8(3)4. Les couches K et L sont fermées. Cette super-conﬁguration fait inter-
venir les 12 conﬁgurations non-relativistes de la table 3.1.
SC (1)2(2)8(3)4


3s23p2
3s23p13d1
3s23d2
3s13p3
3s13p23d1
3s13p13d2
3s13d3
3p4
3p33d1
3p23d2
3p13d3
3d4
Table 3.1: Conﬁgurations non-relativistes associées à la superconﬁguration
(1)2(2)8(3)4.
Les transitions dipolaires électriques E1 sont au nombre de 33884. Ce cas
d’étude est intéressant car il fait intervenir un nombre important de transitions
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tout en restant dans le domaine d’application des codes détaillés. Les diﬀérences
détaillés/statistiques sont ainsi aisément quantiﬁables. Fixons la densité et la tem-
pérature électroniques 2 : Ne = 1.7 × 1023 cm−3 et Te = 200 eV. Ces valeurs sont
issues d’une simulation hydrodynamique du plasma.
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Figure 3.3: Opacité lié-lié de Ge18+ en fonction de l’énergie. Courbe grise : approche
détaillée (code PPP), courbe noire : approche hybride (SCO-RCG). Ne = 1.7×1023
cm−3, Te = 200 eV.
La ﬁgure 3.3 représente l’opacité lié-lié du germanium dans la super-
conﬁguration qui est explicitée dans la table 3.1 3. Des calculs préliminaires ont
permis de vériﬁer que l’élargissement Stark était négligeable, en raison de la faible
valeur de n. De plus, une connaissance précise des élargissements physiques n’est
pas nécessaire. En eﬀet, les raies spectrales (niveau-niveau) se recouvrent. Il est
important de noter que les termes d’interférences [16], issus de la présence des élec-
trons spectateurs de la couche n = 3, n’ont pas été pris en compte ni dans PPP
ni dans SCO-RCG. Il est possible que ces eﬀets auraient légèrement modiﬁé le
spectre. L’accord entre le calcul détaillé et le calcul hybride est bon, à l’exception
des énergies autour de 80 eV. Cette divergence est probablement due à une légère
surestimation de l’élargissement électronique dans SCO-RCG. A cette température
et cette densité, l’élargissement électronique est plus important que l’élargissement
Doppler.
2. La température ionique Ti est prise égale à Te.
3. Par convention l’opacité massique (en cm2/g) sera appelée opacité.
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Dans la ﬁgure 3.4, nous avons représenté l’opacité lié-lié du germanium. La
température électronique est ﬁxé à 50 eV. Deux densités sont considérées : ρ=4.6
g· cm−3 et ρ=14.3 g· cm−3. Nous avons pris en compte tous les ions germanium
avec les fractions ioniques correspondantes. Le calcul a été eﬀectué avec le code
SCO-RCG. Dans l’intervalle [0, 300] eV, les transitions correspondent à la bande
M. Dans l’intervalle [1200,1600] eV, elles correspondent à la bande L.
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Figure 3.4: Opacité lié-lié de Ge en fonction de l’énergie à Te = 50 eV. Courbe
grise : ρ = 4.6 g·cm−3, courbe noire : ρ = 14.3 g·cm−3.
Quand la densité augmente, les STA 3p - 3d et 3p - 4s montrent une diminution de
l’opacité totale, qui s’explique par l’augmentation de l’élargissement électronique.
Ce comportement se produit également pour le doublet relativiste 2p3/2 − 3d5/2 et
2p1/2 − 3d3/2 autour de 1250 eV.
Intéressons-nous maintenant à la variation de l’opacité lié-lié avec la tempéra-
ture. Nous avons ﬁxé la masse volumique à ρ = 4.6 g.cm−3. Comme précédemment,
tous les ions germanium sont pris en compte avec leur fractions ioniques respectives.
Le calcul est fait avec le code SCO-RCG. Dans la ﬁgure 3.5, nous avons représenté
l’opacité lié-lié du germanium. L’opacité a été calculée pour trois températures : 50,
100 et 150 eV. L’augmentation de la température induit l’apparition de nouveaux
pics. Ceci s’explique par un accroissement de la population des couches supérieures.
Nous notons la "disparition" du doublet relativiste, due à une augmentation de
l’élargissement Doppler qui est proportionnelle à la racine carrée de la température
ionique (voir Equation 1.39).
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Figure 3.5: Opacité lié-lié de Ge en fonction de l’énergie, à ρ = 4.6 g·cm−3. Courbe
grise : Te = 50 eV, courbe pointillée : Te = 100 eV, courbe noire : Te =150 eV.
Nous avons donc montré que le code SCO-RCG fournit un spectre d’opacité
valable et est eﬃcace au regard d’un code détaillé dans le cas des ions lourds ayant
beaucoup de transitions.
3.2.4 Autres contributions
Les transitions lié-libre (photoionisation) et libre-libre contribuent à l’opacité
totale. Nous nous proposons de les inclure dans la suite des calculs.
a Opacité libre-libre
Une particule libre (électron dans le cas présent car plus énergétique) verra son
énergie cinétique modiﬁée par un champ électrique. Cette variation d’énergie peut
s’accompagner de l’émission ou de l’absorption d’un photon, selon que l’électron est
ralenti ou accéléré :
e−(E)⇋ e−(E ′) + hν.
On parle de Bremsstrahlung inverse pour l’opacité. Le spectre est par principe
continu. Il dépend de la température à travers la distribution des vitesses des élec-
trons et de la densité du plasma.
96 Chapitre 3. Opacité en FCI
L’opacité libre-libre s’écrit [17] :
kf−f(ν) = NeNi
∫ ∞
0
σvf(v)dv,
où f(v) est la fonction de distribution des vitesses des électrons, considérée comme
Maxwellienne. σ est la section eﬃcace de la transition libre-libre entre les états
d’énergie E ′et E tels que E = E ′ + hν. Le calcul de cette intégrale conduit à
l’expression utilisée dans le code SCO-RCG :
kf−f(ν) =
4
3
√
2π
3
mekBTe
e6h2ρ
c(hν)3
Z¯2gf−fNeNi. (3.15)
b Opacité lié-libre
La méthode de calcul de l’opacité lié-libre a été abordée dans le chapitre 2,
section 2.5.1. Nous rappelons que nous utilisons un formalisme statistique pour
calculer sa contribution. Aﬁn de mesurer l’importance relative des divers processus,
nous avons représenté dans la ﬁgure 3.6 les opacités totale, lié-lié, lié-libre et libre-
libre du germanium à 50 eV et 4.6 g·cm−3. La courbe bleue représente l’opacité
totale. Nous notons que dans la bande M de l’or, qui émet le rayonnement X absorbé
par les dopants de l’ablateur, c’est-à-dire entre 1 et 2 keV, les processus dominants
sont les transitions lié-lié et lié-libre. La contribution des transitions libre-libre à
l’opacité totale est marginale.
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Figure 3.6: Opacité lié-lié (courbe noire continue), lié-libre (courbe tiretée), libre-
libre (courbe pointillée) et totale (courbe bleue) du germanium. ρ = 4.6 g·cm−3, Te
= 50eV.
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3.2.5 Opacité totale
Dans la suite de ce chapitre, nous calculerons l’opacité totale du germanium
et du silicium. Le silicium est également utilisé comme dopant dans les ablateurs.
Les trois types de transition sont pris en compte. Tous les états d’ionisation sont
considérés. Les populations ioniques sont supposées à l’équilibre thermodynamique
local. Dans ces conditions, l’approche intégralement détaillée ne peut pas être mise
en oeuvre. Seule l’approche hybride permet d’accéder à l’opacité.
Considérons quelques températures électroniques réalistes, le long d’un chemin
thermodynamique déterminé par la masse volumique 0.1g·cm−3. Si on est à l’équi-
libre thermodynamique local, le code SCO nous donne l’ion majoritaire et la fraction
ionique correspondante. Ce calcul a été fait pour les deux dopants et sont reportés
dans la table 3.2 ci-dessous. Les valeurs des fractions ioniques montrent, qu’à ces
températures, le calcul de l’opacité totale doit faire intervenir plusieurs ions. Par
exemple, si on se concentre sur le germanium, la fraction ionique de l’ion majoritaire
n’est pas très grande, ce qui implique la participation de plusieurs ions. En moyenne,
l’opacité du germanium impliquera les ions de charge comprises entre zmaj − 3 et
zmaj + 3. En ce qui concerne le silicium, les ions qui participent à l’opacité ont des
charges comprises entre zmaj − 2 et zmaj + 2.
Te (eV) Ge pi Si pi
100 Ge16+ 0.290 Si10+ 0.374
200 Ge21+ 0.356 Si12+ 0.693
300 Ge24+ 0.326 Si12+ 0.532
400 Ge27+ 0.323 Si13+ 0.800
500 Ge29+ 0.387 Si14+ 0.784
Table 3.2: Ion germanium ou silicium le plus abondant et fraction ionique corres-
pondante en fonction de la température. La masse volumique est ﬁxée à 0.1g·cm−3.
Dans la ﬁgure 3.7, nous avons représenté l’opacité du germanium et du silicium
pour une masse volumique de 0.1 g/cm3 et une température électronique de 100 eV.
Nous voyons que l’opacité du germanium domine celle du silicium dans la quasi-
totalité de l’intervalle spectral, à l’exception du faisceau 1s−2p du silicium, à ≃1850
eV. L’analyse des deux spectres montrent que l’opacité varie diﬀéremment pour les
deux atomes.
Si on augmente la température jusqu’à 500 eV (ﬁgure 3.8), on observe une dimi-
nution globale de l’opacité de fond (Bremsstrahlung inverse) due à l’augmentation
de la température pour les deux atomes. Cependant, pour le germanium on note
une conservation de l’opacité lié-lié pour hν ≈ 1700 eV aux dépens des pics à hν ≈
1400 eV. Ceci s’explique par le peuplement des niveaux supérieurs de l’atome (n=
4, 5). Dans le cas du silicium, on note une diminution de 1s − 2p alors qu’un pic,
1s− 3p, émerge autour de ≈ 2 keV. En eﬀet, lorsque la température augmente on
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peuple des niveaux de plus en plus excités.
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Figure 3.7: Opacité totale de Ge et Si pour ρ = 0.1 g·cm−3 et Te=100 eV. Courbe
grise : Ge, courbe noire : Si
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Figure 3.8: Idem Fig. 3.7 pour Te=500 eV.
Comme on peut le voir le spectre varie de manière importante avec la tem-
pérature électronique. L’évolution du plasma durant l’irradiation de la capsule de
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combustible tend à accroître la température et la densité. Il est alors essentiel d’étu-
dier la variation de l’opacité avec Te et Ne.
Intéressons-nous à la variation de l’opacité totale des deux atomes avec la tem-
pérature [18]. La masse volumique est toujours égale à 0.1 g·cm−3. L’opacité du ger-
manium diminue avec la température à l’exception des pics se trouvant à hν ≈ 1700
eV (voir Figure 3.9). A cette énergie, on observe une forte augmentation de l’opacité
dès que la température croît d’une centaine d’eV. Ce comportement justiﬁe donc
l’analyse faite, selon laquelle les niveaux d’énergie de n élevé se peuplent et créent
de nouveaux faisceaux de transition. Concernant le silicium (voir Figure 3.10), la
variation est similaire. Quand la température augmente, la structure des faisceaux
dans l’intervalle [1850 - 2000] eV diminue au proﬁt de structures apparaissant dans
l’intervalle [2200 - 3000] eV pour les mêmes raisons que pour le germanium.
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Figure 3.9: Opacité totale du germanium pour ρ = 0.1 g.cm−3 et trois tempéra-
tures.
Si on compare les spectres d’opacité du germanium et du silicium, on note une
forte diﬀérence au niveau des énergies dans l’intervalle [1850 - 2500] eV. La présence
de structures dans le germanium à ces énergies induit une absorption des rayonne-
ments X à haute énergie. Ces rayons ont la propriété de perturber la compression
de la bille de combustible car ils pénètrent au-delà du front d’ablation. La com-
pression n’est donc plus isotrope et tend à diminuer la probabilité des réactions de
fusion. Pour conﬁrmer cette analyse, il nous faut également étudier la variation de
l’opacité avec la densité. Fixons la température à la valeur médiane de 300 eV et
faisons varier la masse volumique entre 0.1 et 1 g/cm3.
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Figure 3.10: idem Fig. 3.9 pour le silicium.
100
101
102
103
104
105
106
107
O
pa
ci
té
 (c
m2
/g
)
2000150010005000
Energie (eV)
 0.1 g/cm3
  0.5 g/cm3
  1 g/cm3
Figure 3.11: Opacité totale du germanium pour Te = 300 eV et trois masses volu-
miques.
Lorsque la densité augmente, l’opacité augmente (voir Figures 3.11 et 3.12).
Pour le germanium, on remarque que lorsque la masse volumique passe de 0.1 à
1 g·cm−3, on a une coalescence des raies qui est due à l’élargissement collisionnel
électronique. Les spectres sont moins sensibles aux variations en densité qu’aux
variations de température.
Dans les calculs de transport du rayonnement au sein du plasma, on utilise sou-
3.2. L’approche hybride SCO-RCG 101
100
101
102
103
104
105
106
107
O
pa
ci
té
 (c
m2
/g
)
300025002000150010005000
Energie (eV)
 
  0.1 g/cm3
       0.5 g/cm3
      1 g/cm3
Figure 3.12: Idem Figure 3.11 pour le silicium.
vent les valeurs moyennes de l’opacité. On conclut ce chapitre par une présentation
des opacités moyennes de Planck et de Rosseland.
3.2.6 Opacité intégrée
L’analyse du spectre monochromatique permet d’obtenir des informations pré-
cises sur les énergies correspondant aux raies d’absorption des ions et sur les inten-
sités. La moyenne d’une opacité sur la densité spectrale de Planck est également
une source d’information. La densité spectrale de Planck n’est applicable que si on
a un équilibre thermodynamique. Elle est donnée par :
Bν =
8πhν3
c2
1
(ehν/kBTe − 1) . (3.16)
On déﬁnit l’opacité moyenne de Planck par :
kP =
∫∞
0
k(ν)Bνdν∫∞
0
Bνdν
. (3.17)
Cette formule représente la moyenne d’énergie émise par le plasma sur la distribution
de Planck. Elle s’applique à un plasma optiquement mince dans lequel une partie des
photons n’est pas conﬁnée. Pour un plasma optiquement épais, le transfert d’énergie
par rayonnement est non négligeable. La théorie a démontré que le transport du
rayonnement est déterminé par l’opacité de Rosseland que l’on déﬁnit comme la
moyenne harmonique de l’opacité spectrale :
1
kR
=
∫∞
0
1
k(ν)
∂Bν
∂Te
dν∫∞
0
∂Bν
∂Te
dν
. (3.18)
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Comme il s’agit d’une moyenne harmonique, l’opacité de Rosseland est très sensible
aux "creux" du spectre. C’est pourquoi le calcul de ce dernier doit être précis. Dans
la pratique, on ne peut pas intégrer en énergie jusqu’à l’inﬁni. On choisit donc
une valeur "plafond" égale à au moins vingt fois la température (en eV) choisie
(car le maximum de Bν est à 3kBTe et ∂B/∂Te à 4kBTe). De plus, plus le nombre
de conﬁgurations est élevé, plus on se rapproche d’un modèle réaliste car le spectre
contient plus de raies. Le code SCO-RCG fournit les deux opacités moyennes. On les
a représentées en fonction de la température électronique et pour la masse volumique
de 0.1 g.cm−3.
Dans la ﬁgure 3.13, nous avons représenté la variation avec la température des
opacités moyennes de Planck du germanium et du silicium. Nous avons fait varier
la température entre 100 et 500 eV. Nous notons que l’opacité du germanium est
supérieure à celle du silicium.
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Figure 3.13: Opacité moyenne de Planck du germanium et du silicium pour une
densité de 0.1 g·cm−3.
La ﬁgure 3.14 représente la variation de l’opacité moyenne de Rosseland. Nous
notons encore que l’opacité du germanium est supérieure à celle du silicium. A
l’exception de la température 100 eV, nous constatons que la diﬀérence entre les
opacités des deux éléments est plus petite que pour l’opacité moyenne de Planck.
La comparaison des deux moyennes montre que l’opacité de Planck est supérieure
à l’opacité de Rosseland. L’opacité intégrée diminue en fonction de la température
car la charge moyenne de l’ion augmente. Pour des températures faibles, le plasma
contient des atomes dans de nombreux états ionisés qui ont des fractions ioniques
non négligeables. Avec l’augmentation de la température, la distribution ionique est
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plus piquée ; par conséquent le nombre de transitions possibles diminue. Ainsi, à
température donnée, les états d’ionisation pour le germanium sont plus nombreux,
et globalement plus faibles que pour le silicium. Le germanium a donc plus de
couches peuplées et favorise ainsi plus de transitions lié-lié que le silicium. En eﬀet,
globalement le nombre de transitions pour le germanium est plus grand que pour
le silicium.
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Figure 3.14: Opacité moyenne de Rosseland du germanium et du silicium pour
une densité de 0.1 g.cm−3.
3.3 Conclusions et perspectives
Nous avons montré qu’une méthode hybride combinant calculs détaillés et cal-
culs statistiques est requise pour l’étude d’un spectre constitué d’un grand nombre
de transitions lié-lié. Le code SCO-RCG, développé au CEA, réalise cette combinai-
son. De plus, il prend en compte les divers mécanismes d’élargissement. Il constitue
donc un bon outil pour le calcul d’opacité d’atomes de Z moyen ou grand et a
été utilisé pour calculer l’opacité de deux dopants : germanium et silicium. Notons
cependant que lorsque le spectre comporte un nombre raisonnable de raies, le code
PPP semble plus approprié car il permet une description plus ﬁne des mécanismes
d’élargissement spectral. Le code SCO-RCG semble surestimer l’élargissement élec-
tronique.
Nous avons calculé l’opacité monochromatique du germanium et du silicium et
avons étudié sa variation avec la température électronique et la masse volumique. Le
silicium présente une opacité totale moins élevée et moins détaillée pour les hautes
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énergies que le germanium, l’absorption des faisceaux X incidents serait donc moins
importante et plus homogène, ce qui implique que le silicium semble être un meilleur
candidat comme dopant. Nous avons également représenté la variation des opacités
moyennes de Planck et Rosseland.
L’étape suivante sera le calcul de l’opacité d’un mélange de dopants. D’autres
mécanismes d’élargissement, comme celui induit par l’eﬀet Zeeman seront pris en
compte.
Appendices

Annexe C
Code Cowan
Le code Cowan développé dans les années 70, à Los Alamos, par R. D. Cowan
[10] est un code de physique atomique. Il ne permet pas de calculer les populations
des niveaux. Dans sa première version, il utilise la méthode de Hartree-Fock. Les ver-
sions suivantes utilisaient d’autres méthodes, telle la méthode Hartree-Fock-Slater.
Il comporte trois routines :
1. RCN : première routine. Utilise la méthode HF, ou une autre dans une version
plus récente, pour calculer les fonctions radiales de tous les électrons d’une
conﬁguration. RCN fournit les diﬀérentes intégrales de Slater, directes Fk et
d’échange Gk, les termes de spin-orbite. Elle en déduit l’énergie moyenne de
la conﬁguration.
2. RCN2 : deuxième routine. Elle sert à paramétrer les données pour l’exécution
de la dernière routine : dipôles et quadrupôles électriques, dipôles et quadru-
pôles magnétiques.
3. RCG : troisième routine. Elle consiste à diagonaliser la matrice hamiltonienne
pour chaque valeur de J total, aﬁn d’obtenir les valeurs propres et vecteurs
propres en fonction du couplage considéré (LS, jj, intermédiaire). Par appli-
cation des fonctions d’onde on déduit les forces d’oscillateur et les coeﬃcients
d’émission spontanée. Dans les versions récentes, cette routine permet de trai-
ter les transitions (E1) et (E2) ainsi que les transitions (M1) et (M2).
Le code Cowan est un outil robuste pour le calcul des niveaux d’énergie. Malheu-
reusement, il est limité par le nombre de conﬁgurations que l’on peut traiter. Ainsi,
nous l’utilisons en première approche sans considérer de conﬁgurations trop com-
plexes en entrée de RCN. Néanmoins, dans les dernières versions, la routine RCG
peut être utilisée dans un calcul des spectres d’opacité et d’émissivité. C’est pour-
quoi cette routine a été modiﬁée et implémentée, pour la partie détaillée, dans un
code basé sur une méthode hybride.
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Chapitre 4
Physique atomique et transport en
FCM
La fusion par conﬁnement magnétique (FCM) s’appuie sur l’idée de franchir la
barrière coulombienne entre les atomes par l’augmentation de la température. La
conﬁguration tokamak a été développée dans cette optique et doit permettre une
pureté minimale du plasma aﬁn de faciliter la fusion. Néanmoins, des atomes sont
arrachés à la paroi faisant face au plasma, ou bien sont injectés délibérément : ce
sont les impuretés.
Ces impuretés provoquent des pertes radiatives et modiﬁent la distribution in-
terne en énergie du plasma. De plus, ces atomes en s’ionisant par transfert d’énergie
avec les électrons du plasma diminuent la température du système (plus précisément
la température électronique). Ce comportement pourrait s’avérer sans conséquence
pour les réactions de fusion, mais ces particules migrent vers le coeur du plasma
et le refroidissent, ce qui abaisse le taux de réaction. Le domaine d’étude porte
donc sur l’analyse de cette migration des impuretés. L’objectif ﬁnal de ce travail
serait de contrôler le transport des impuretés sur l’installation ITER pour puriﬁer
le plasma de coeur au lieu de le polluer. A l’IRFM (Institut de Recherche sur la
Fusion par conﬁnement Magnétique), l’étude du transport se fait en analysant les
expériences au moyen du code ITC (Impurity Transport Code). Les paramètres de
l’expérience sont mesurés par des diagnostics non destructifs principalement basés
sur le rayonnement du plasma. Mais pour analyser cette émission, il faut connaître
précisément les données atomiques de l’impureté présente. Notre travail a porté sur
le calcul et l’analyse des processus au sein du plasma et sur la comparaison avec les
données mises à disposition par le consortium ADAS.
Dans ce chapitre, après un bref rappel du fonctionnement d’un tokamak et des
lois générales du transport, nous détaillerons l’expérience menée sur Tore Supra (Ca-
darache) et Asdex Upgrade (Axially Symmetric Divertor EXperiment, Garching)
ainsi que le contexte d’étude. Nous exposerons notre travail sur la physique ato-
mique des plasmas FCM, à travers la chaîne de codes HULLAC (Hebrew University
Lawrence Livermore Atomic Code).
4.1 Transport des particules dans le plasma
La géométrie du champ magnétique dans un tokamak induit le conﬁnement
des particules du plasma. Régies par la force de Lorentz, leurs trajectoires sont
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approximativement des hélices dont les axes sont les lignes de champ. Le mouvement
le long de ces lignes est responsable du transport parallèle qui tend à homogénéiser
les grandeurs caractéristiques du plasma sur chaque surface magnétique. Il existe
un transport radial qui résulte des processus collisionnels, des dérives des particules
par diﬀérentes forces (dérive de champs croisées ~E ∧ ~B/ ~B2) et de la turbulence du
plasma [1, 2]. C’est le transport radial qui est responsable de la pollution du coeur
par les impuretés.
Ce chapitre porte sur le rôle des impuretés dans la présentation des lois générales
du transport et de la physique atomique des plasmas magnétisés. On supposera que
pour l’étude du transport radial dans les décharges de Tore Supra, le plasma a une
symétrie toroïdale et poloïdale.
4.1.1 Les impuretés
Les impuretés sont les atomes présents dans le plasma et qui ne constituent pas
du combustible pour les réactions de fusion. Elles ne sont pas toujours néfastes à la
stabilité de la décharge. On distingue ainsi deux types d’impureté.
Les impuretés dites intrinsèques, qui sont toujours présentes dans le plasma
avec le combustible. Elles sont issues de la paroi de la chambre du tokamak par
interaction avec le plasma. Dans Tore Supra, les parois sont principalement consti-
tuées de carbone (limiteur) et de fer (paroi de l’enceinte à vide). Le carbone provient
d’une zone où le plasma est en contact avec le limiteur, le contrôle de son érosion est
diﬃcile. C’est pourquoi les plasmas contiennent toujours quelques pourcents de car-
bone ; mais cet élement étant léger il s’ionise rapidement totalement (Eion ≈ 489 eV
pour C VI) et son rayonnement se limite au Bremsstrahlung et à la recombinaison.
Les autres parties du plasma sont éloignées des parois pour des raisons d’ingénierie
et de limitation de la pollution de la décharge. Les interactions plasma-paroi sont
faibles dans ces zones et arrachent de faibles quantités d’atomes métalliques, prin-
cipalement du fer mais aussi du nickel. Leur concentration dans le plasma est faible
mais ce sont des atomes lourds qui emmagasinent de l’énergie qu’ils réémettent sous
forme de rayonnement et diminuent ainsi la température électronique du coeur. Il
existe également une concentration d’oxygène dans chaque décharge, issue de sa
désorption par les parois face au plasma. Cette pollution est due à la présence de
traces d’eau ou d’air dans la machine.
Les impuretés peuvent également être injectées volontairement par l’opérateur
pour contrôler le plasma. Le gaz ainsi injecté peut absorber l’énergie excédentaire du
plasma de bord et la réémettre par rayonnement aﬁn de limiter le ﬂux thermique sur
la paroi. L’injection d’atomes dans la Scrape Oﬀ Layer (Section 1.2.2.a) se fait par
bouﬀées de gaz. La vanne permettant des Injections Supersoniques Par Impulsions
(ISPI) ne sert que pour les études de transport car cette méthode donne un terme
source très court.
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Figure 4.1: Variation temporelle du terme source pour la raie à 24.2 nm de l’ion
Ar XIII du choc 47191. Les traits verticaux étant des repères pour la ﬁgure 4.6.
La ﬁgure 4.1 représente l’évolution temporelle de l’intensité d’une raie à 24.2
nm de l’Argon 12+ après injection par bouﬀée de gaz. Sous l’eﬀet des collisions
avec les électrons libres, l’atome s’ionise de plus en plus au contact du plasma. De
plus, le temps de conﬁnement est ﬁni. Ceci fait que l’intensité de la raie tend vers
zéro au bout de 9 secondes environ (t = 8.5 →≈ 17 s). La largeur à mi-hauteur
caractéristique du terme source est ≈ 4.25 s. Ceci est un exemple d’évolution, sa
valeur est grande en raison du temps de diﬀusion lent de l’argon dans le tuyau
menant de la vanne à l’enceinte à vide. Les durées caractéristiques du terme source
pour d’autres noyaux tels que l’azote sont de l’ordre de 450 ms pour une bouﬀée
de gaz et de 20 ms pour une injection par ISPI. Le terme source a une grande
importance dans le calcul du transport car il permet de modéliser l’apport ionique
extérieur au système considéré.
L’analyse des données spectroscopiques est primordiale pour l’étude du trans-
port. Des méthodes ont donc été développées par les théoriciens pour reconstruire
les spectres.
4.1.2 Transport des impuretés
Dans un tokamak, les proﬁls de densité et de température varient de plusieurs
ordres de grandeur entre le bord et le coeur du plasma. Dans Tore Supra, la densité
électronique varie entre 1011 et 1014 cm−3 et la température électronique de quelques
eV à plusieurs keV. Les impuretés ont donc une charge moyenne diﬀérente selon la
position radiale r dans le plasma : c’est l’équilibre d’ionisation. Celui-ci dépend des
paramètres plasma (Ne et Te) et des coeﬃcients de taux des processus atomiques.
Dans les plasmas interstellaires, la densité est faible et le modèle coronal est
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pertinent. Dans ce modèle, les processus d’ionisation et de recombinaison se pro-
duisent uniquement entre les niveaux fondamentaux des ions. Les niveaux excités
ne sont pas peuplés, car les collisions sont trop peu fréquentes. Dans les plasmas
de tokamak, les densités atteintes permettent le peuplement des niveaux excités
par collision électronique, y compris les niveaux métastables. Nous utilisons donc
un modèle plus détaillé tenant compte de l’ensemble de niveaux et de l’ensemble
des processus : c’est le modèle collisionnel-radiatif. La reconstruction des spectres
utilise ce modèle.
a Notations des processus atomiques et modèle
L’ensemble des processus atomiques décrits dans le chapitre 1 (section 1.4)
peuvent se produire dans les plasmas magnétisés mais certains sont caractérisés
par des probabilités négligeables. Les processus −majoritaires− que nous considé-
rons dans notre étude sont l’excitation et la désexcitation collisionnelles, l’ionisation
collisionnelle, la recombinaison radiative et la recombinaison diélectronique.
Les taux des processus atomiques dépendent de la densité et de la température
électroniques. Pour des processus collisionnels où la particule incidente (projectile)
est un électron de vitesse ~v, le taux de transition est donné par :
τ = Ne〈σv〉 = Ne
∫ ∞
0
vσ(ǫ)F (ǫ)dǫ, (4.1)
où F (ǫ) est la fonction de distribution en énergie des projectiles et σ la section
eﬃcace du processus. 〈σv〉 est appelé coeﬃcient de taux. Il dépend essentiellement
de la température électronique du plasma. A l’opposé, pour des taux où la particule
incidente est un photon, négligeables dans les plasmas discutés dans ce chapitre mais
utiles pour le calcul des processus inverses (telle que la recombinaison radiative),
on note :
τ = c
∫ ∞
0
σ(ǫ)
U(ǫ)
ǫ
dǫ (4.2)
où U(ǫ) est la densité de photons 1, modélisée par la fonction de Planck dans les
plasmas chauds. Dans la suite, les coeﬃcients de taux seront nommés simplement
coeﬃcients (des processus). Le modèle collisionnel-radiatif consiste à appliquer ces
coeﬃcients à chacun des niveaux pour obtenir un système d’équations couplées à N
niveaux. Ainsi, l’équation décrivant la population d’un niveau i de l’ion de charge
1. Nombre de photons d’énergie ǫ par unité de volume. Pour ne pas confondre avec le champ
électrique, l’énergie des photons est notée ǫ.
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Ze s’écrit :
dN
(i)
z
dt
= − NeN (i)z
∑
f
S
(if)
z→z+1 −NeN (i)z
∑
k
R
(ik)
z→z−1
+ Ne
∑
f
N (f)z R
(fi)
z+1→z +Ne
∑
k
N (k)z S
(ki)
z−1→z
− NeN (i)z
(∑
w<i
qiw +
∑
m>i
qim
)
+ Ne
(∑
w<i
N (w)z qwi +
∑
m>i
N (m)z qmi
)
− N (i)z
∑
w<i
(Aiw + U(ǫ)Biw)
+
∑
w<i
N (w)z U(ǫ)Bwi
+
∑
m>i
N (m)z (Ami + U(ǫ)Bmi)
− N (i)z
∑
m>i
U(ǫ)Bim, (4.3)
où q est le coeﬃcient de taux d’excitation ou de désexcitation collisionnelles (voir
Eqs. 1.31, 1.32). N (i)z est la densité de population du niveau i. S(i) et R(i) désignent,
respectivement, les coeﬃcients d’ionisation 〈σionv〉(i) et de recombinaison 〈σrecv〉(i)
pour les ions z, z + 1 et z − 1. L’indice f désigne les niveaux de l’ion z + 1 pour
lesquels on peut avoir une recombinaison vers les niveaux de l’ion de charge z. L’in-
dice k désigne les niveaux de l’ion z − 1 pour lesquels on peut avoir une ionisation
vers l’ion de charge z. Dans les plasmas de tokamak, la densité en énergie du rayon-
nement U(ǫ) est faible. La variation de population liée à l’absorption d’un photon
est donc négligeable. Pour un ion de charge z, on a un système de N équations
diﬀérentielles, où N est le nombre de niveaux de l’ion. La résolution d’un tel sys-
tème est un problème complexe et nécessitant des temps de calcul sur machine très
importants. Pour réduire les temps de calcul, une base de données de physique ato-
mique, spéciﬁque aux plasmas solaire et thermonucléaire, a été développée : c’est la
base de données ADAS (Atomic Data and Analysis Struture). ADAS est d’abord un
ensemble de codes et routines associés à un modèle CR sophistiqué et adaptable à
bon nombre de situations (conditions plasmas et élément étudié). ADAS a été crée
en 1983, avec la construction du tokamak JET (Oxford), dans le cadre du projet
européen sur la fusion nucléaire [3], puis est devenu une collaboration internationale.
Ainsi, dans ADAS, on considère un nouveau jeu de données constitué de la
population totale de chaque ion, notée Nz+1 pour l’ion de charge Z+1. La variation
temporelle de la population due à l’ionisation s’écrit alors :
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dNz+1
dt
= Ne
∑
i
N izS
i
z→z+1. (4.4)
On somme simplement les contributions correspondant aux diﬀérents niveaux i de
l’ion de charge z. On peut réécrire cette équation en faisant intervenir la population
totale Nz de l’ion de charge z (Nz =
∑
iN
i
z). On obtient alors :
dNz+1
dt
= NeNz
∑
i
N iz
Nz
Siz→z+1 = NeNzSz→z+1. (4.5)
SZ , appellé coeﬃcient généralisé de l’ionisation, tient compte de l’ensemble des
niveaux i. La connaissance des N iz nécessite un calcul CR complet. De la même
manière, on déﬁnit le coeﬃcient généralisé Rz pour les recombinaisons radiative et
diélectronique. La base ADAS contient un grand nombre de ces coeﬃcients pour
les éléments utilisés en FCM (H, He, Be, B, C, O, Ar, Fe, Ni, etc.). Ils résument
la contribution de chaque état d’ionisation en fonction de la population totale de
l’élément étudié :
dNz
dt
= − NeNzSz→z+1 −NeNzRz→z−1
+ NeNz+1Rz+1→z +NeNz−1Sz−1→z. (4.6)
La résolution de cette équation pour chaque ion Z permet de trouver l’équilibre
d’ionisation du plasma et par conséquent les populations Nz.
L’équation 4.6 ne s’applique qu’aux plasmas isolés et stationnaires (si on consi-
dère dNz/dt=0), en négligeant les mouvements des particules. Mais des phénomènes
de transport dans les plasmas magnétisés nécessitent de corriger ce bilan.
b Equations du transport
Les impuretés issues de la paroi migrent vers le centre du plasma formant un
transport radial modélisé par un ﬂux Γz d’ions de charge Z. Ce ﬂux s’exprime comme
la somme d’un terme diﬀusif et d’un terme convectif dans les modèles théoriques
du transport :
Γz = −Dz(r)~∇nz(r) +Vz(r)nz(r), (4.7)
oùDz est le coeﬃcient de diﬀusion et Vz la vitesse de convection. Cette vitesse est né-
gative si le ﬂux est orientée vers le cœur du plasma. La présence de ce ﬂux provoque
une modiﬁcation de l’équilibre d’ionisation, en régime transitoire (dNz/dt 6=0), de
l’équation 4.6 qui devient l’équation de continuité :
∂Nz
∂t
+ ~∇r · Γz = − NeNzSz→z+1 −NeNzRz→z−1
+ NeNz+1Rz+1→z +NeNz−1Sz−1→z + Sext, (4.8)
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où Sext est la source extérieure de neutres, voir Section 4.1.1. Dans les expériences,
elle n’est pas mesurée directement. On fait l’hypothèse qu’elle est proportionnelle à
la variation temporelle de l’intensité d’une raie du bord du plasma. La résolution de
l’équation de continuité en régime stationnaire montre que l’on ne peut caractériser
totalement le transport qu’avec des régimes transitoires. Pour ce type d’étude, on
crée ce régime transitoire par une injection de gaz par vanne ou par ISPI.
La résolution de l’équation 4.8 permet de déduire les coeﬃcients de transport de
l’équation 4.7. La théorie du transport s’appuie sur deux modèles. Le premier est
lié aux collisions entre les particules du plasma, c’est le transport néoclassique. On
distingue plusieurs régimes de collisionnalité selon le rôle des deux types de trajec-
toire, passantes ou piégées. Le deuxième modèle découle de l’ajout de la turbulence
plasma dans la résolution. C’est la théorie du transport turbulent. Des rappels sur
ces modèles sont donnés dans l’annexe D.
Revenons aux expériences eﬀectuées sur les tokamaks Tore Supra et Asdex Up-
grade. Elles visaient à déterminer les proﬁls des coeﬃcients de transport par le
traitement des données expérimentales. L’analyse de ces données implique de ré-
soudre l’équation 4.8, mais les inconnues du système sont multiples : la densité
d’impureté Nz et les coeﬃcients de transport Dz et Vz pour chaque état d’ionisa-
tion. Pour résoudre ce problème, un code a été développé à l’IRFM : le code ITC
(Impurity Transport Code).
c Code ITC
ITC est un code de résolution des équations du transport et de modélisation des
données expérimentales : spectroscopiques, X-mous, etc. Il résout les équations de
continuité radiales (formule 4.8), couplées pour chaque état d’ionisation de l’impu-
reté étudiée. Son fonctionnement est résumée dans la ﬁgure 4.2.
Dans cette ﬁgure, le code est décomposé en plusieurs étapes avec les paramètres
d’entrée au point (1) de la ﬁgure : les paramètres généraux du plasma : géomé-
trie (petit et grand rayon, shift de Shafranov · · · ), les données atomiques (niveaux
d’énergie, coeﬃcients d’Einstein, coeﬃcients généralisés · · · ). Les routines consti-
tuant les étapes du code sont les suivantes :
– ITC résout les équations de continuité couplées et détermine les proﬁls de
densité d’impuretés Nz(r) pour un jeu de coeﬃcients de transport test initial.
Point 2.
– A partir des proﬁls de densité d’impuretés, le code reconstruit les signaux
X-mous, bolométrique et les raies UV correspondantes, en tenant compte des
fonctions d’appareil des diagnostics. Point 3.
– Les signaux reconstruits sont comparés aux mesures X-mous ainsi que
les signaux de chaque ligne de visée des diagnostics. Cette étape utilise
la méthode du χ2 appliquée à l’évolution temporelle des signaux recons-
truits/expérimentaux pour quantiﬁer leurs diﬀérences [4] Point 4.
– Si la précision attendue n’est pas atteinte, le code doit modiﬁer les coeﬃcients
118 Chapitre 4. Physique atomique et transport en FCM
Réso lu tion du
systèm e d 'équations
de continu ité
Paramètres
du
plasma
Coeﬃcients
généralisés
(Sz, Rz),
Ei,Aij
Comparaison des signaux
Reconstruits/expérimentaux
Reconstruction du signal
X-mous
Modiﬁcation des
coeﬃcients DZ et VZ
DZ(r) et VZ(r)
initiaux
(1)
Profils reconstruits:
NZ (r)
DZ (r)
VZ (r)
(2)
(3)
(4)
(5)
Figure 4.2: Schéma de fonctionnement des routines dans ITC
de transport pour converger vers une reconstruction ﬁdèle du signal. Pour cela,
on minimise le χ2. Cette minimisation était initialement faite par la méthode
du gradient [5], qui n’était pas précise car elle ne permettait pas l’obtention
du minimum global quels que soient les paramètres d’entrées du code. Une
méthode utilisant un algorithme génétique a donc été implémentée dans ITC
aﬁn d’atteindre le minimum global du χ2 [6, 7] Point 5.
Ainsi, on obtient les coeﬃcients de transport après itération sur les Points 5→
2 · · · → 4. Notre étude porte sur le Point 1. Nous nous proposons de construire
une autre base de données pour l’argon, à l’aide du code HULLAC [8], aﬁn de la
comparer aux coeﬃcients utilisés actuellement à l’IRFM (coeﬃcients ADAS). Ce
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code a l’avantage de pouvoir eﬀectuer des calculs de structure atomique (niveaux,
coeﬃcients de taux, etc..) pour des ions lourds dans un temps raisonnable pour une
étude complète de l’atome considéré. Pour cela, des approximations sont considérées
à l’opposé de codes tel que MCDF [9] ou R-Matrix [10].
4.2 Objectifs de l’étude
Dans ce chapitre, la physique atomique est dédiée à l’étude du transport.
Dans une première étape, nous nous proposons de comparer les coeﬃcients de
taux 〈σv〉 de tous les niveaux d’une impureté z, calculés avec le code HULLAC, aux
données disponibles dans ADAS. Diﬀérentes méthodes de calculs sont nécessaires
à la validation des valeurs de coeﬃcients de taux pour certains processus qui font
encore l’objet d’études théoriques et expérimentales (recombinaison diélectronique,
par exemple [11]).
Deuxièmement, en entrée de routine, le code ITC dépend de coeﬃcients généra-
lisés qui font intervenir les populations des niveaux de l’ion, lesquelles sont calculées
par un modèle CR. Il est intéressant de comparer les populations obtenues par deux
modèles CR utilisant des algorithmes diﬀérents (ADAS et HULLAC). Nous pou-
vons reconstruire les coeﬃcients généralisés pour une impureté au moyen du code
HULLAC.
Pour conclure, si les coeﬃcients de taux ou les coeﬃcients de taux généralisés,
s’avèrent utilisables, nous pouvons étudier la sensibilité des résultats du code ITC
aux données atomiques (nombre de niveaux, méthodes de calcul, etc...).
Pour appuyer ce travail, des expériences ont été eﬀectuées sur les tokamaks Tore
Supra à Cadarache et Asdex-Upgrade en Allemagne. Les paramètres d’étude sur ces
deux machines étant similaires, nous détaillerons uniquement la campagne faite sur
Tore Supra.
4.3 Diagnostics des plasmas
Contrairement à la FCI, les expériences sur des machines magnétiques ont des
temps propres très longs. La durée d’une décharge plasma s’étend en moyenne de
quelques secondes à plusieurs dizaines de secondes. Par conséquent, les diagnostics
doivent permettre des analyses en temps réel pour piloter la machine. Les para-
mètres à mesurer sont la température électronique, la densité électronique et le
rayonnement total ou X-mous.
4.3.1 Température
Le diagnostic principal est la mesure du spectre d’émission cyclotronique élec-
tronique (ECE). Le radiomètre possède une résolution spatiale de quelques cm et
une résolution temporelle de l’ordre de la ms, ce qui permet de déduire un proﬁl en
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température électronique sur la partie extérieure du plasma au moyen de diﬀérents
canaux (32 dans le cas de Tore Supra).
L’autre diagnostic de mesure de la température est celui de la diﬀusion Thom-
son. Ce mécanisme, cas particulier de la diﬀusion Compton, consiste à émettre une
onde de basse énergie vers le plasma qui va diﬀuser en retour. Son analyse spectrale
permet de remonter à la température électronique. Deux cas existent pour ce phé-
nomène : la diﬀusion cohérente et la diﬀusion incohérente. Étant donné le niveau
d’énergie, la fréquence est faible, la résolution temporelle est de quelques dizaines
de ms, ce qui ne favorise pas l’analyse des phénomènes physiques rapides.
4.3.2 Densité
Deux systèmes optiques mesurent la densité : l’interférométrie au moyen d’un
jeu de visées dans l’IR lointain et la reﬂectométrie dans le domaine micro-onde.
a Interférométrie
L’interférométrie consiste à faire passer une onde à travers un plasma et à com-
parer la phase de celle-ci avec un faisceau de référence identique mais se propageant
dans le vide. Ce déphasage est proportionnel à l’intégrale de la densité sur le chemin
du faisceau. Il donne, indirectement, sa valeur en un point du plasma au moyen de
la méthode de l’inversion d’Abel.
Résolution temporelle Résolution spatiale
≈ ms N/A
b Réflectométrie
La réﬂectométrie est basée sur le principe qu’une onde émise à la fréquence ν à
travers le plasma sera réﬂéchie sur une couche du milieu, dite couche de coupure,
où l’indice de réfraction s’annule. Un calcul de déphasage et de temps de parcours
de l’onde permet de déduire la position de la couche de densité Ne en utilisant la
formule de la fréquence de coupure. Sur Tore Supra, la mesure se fait en mode X,
pour lequel la fréquence de coupure est aussi fonction du champ ~B. Pour obtenir la
cartographie du plasma, ce système module en fréquence l’onde-sonde, et analyse
ainsi par ce balayage les strates de la décharge plasma.
Résolution temporelle Résolution spatiale
≈ quelques µs ≈ mm
Ces diagnostics sont essentiels pour analyser les chocs plasmas.
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4.3.3 Le rayonnement
Selon ce que l’expérimentateur veut observer lors de la décharge, plusieurs diag-
nostics de l’émission du plasma sont disponibles sur Tore Supra (et donc sur ITER,
dans le futur).
a Rayonnement détaillé
Sur Tore Supra, il est possible de mesurer l’intensité de raies particulières au
moyen de spectromètres UV. Pour une étude de la physique atomique et du trans-
port, on utilise des spectromètres à cercle de Rowland dont le principe est que le
rayonnement passe par un réseau courbe qui diﬀracte en fonction de la longueur
d’onde λ. Le cercle de Rowland correspond au lieu de focalisation des faisceaux
diﬀractés.
Des détecteurs constitués d’anodes sont placés sur ce cercle en fonction de la raie
que l’on veut étudier. L’intérêt de ce dispositif est que l’on peut observer l’évolution
de la raie au cours du temps, si la résolution temporelle (paramètre essentiel du
travail sur le transport des impuretés dans le plasma) est suﬃsamment ﬁne. Sur
Tore supra, on a utilisé le spectromètre DUO qui possède deux détecteurs. Les
longueurs d’onde accessibles sont dans l’intervalle 100−1000 Å.
Résolution temporelle Résolution spatiale
≈ quelques ms N/A
Les détecteurs sont composés d’anodes ayant une largeur spectrale de l’ordre
de l’Angström. Ainsi, l’acquisition des données se fait sur une bande de valeurs
en longueur d’onde. D’autres spectromètres sont en fonction sur Tore Supra, mais
leur résolution temporelle n’est pas suﬃsante pour des études de physique atomique
dans les plasmas (≈ 100 ms pour le spectromètre SIR).
b Rayonnement X
Le rayonnement X-mous, rayons X de basse énergie, est caractéristique de la
présence d’ions lourds dans le plasma (voir Fig. 4.3). En eﬀet, les diﬀérents rayon-
nements dépendent de la température et du temps, ce qui implique que leurs ana-
lyses permettent d’étudier la présence d’ions plus lourds et plus fortement chargés
dans le plasma. Sur Tore Supra, ce diagnostic est constitué de deux jeux de visées
pointées vers le plasma, un jeu horizontal et l’autre vertical. Elles ne peuvent capter
les photons que sur une gamme en énergie de [2−18] keV : un ﬁltre passe-haut en
béryllium stoppe les photons d’énergie inférieure à 2 keV et un détecteur en silicium
capte les photons jusqu’à 18 keV.
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Figure 4.3: Variation de l’émission X-mous selon le temps et la position au sein
du plasma après une injection d’argon à t = 10 s (choc 47191).
c Rayonnement global
Le rayonnement total du plasma est mesuré au moyen d’un dispositif appelé
bolomètre. La puissance rayonnée est captée par des caméras contenant des capteurs
absorbant l’énergie sur une gamme de longueur d’onde déﬁnie. Sur Tore Supra, ce
diagnostic est constitué de 5 caméras voyant le plasma sous diﬀérents angles. Les
diagnostics sur Tore Supra et leur fonctionnement ont été décrits par Gil et al [12].
4.4 Expérience
Sur Tore Supra, notre étude s’est jointe à une expérience en 2011 visant à carac-
tériser le transport dans le coeur du plasma, au niveau du seuil de turbulence, en la
faisant varier au moyen des antennes de chauﬀage FCE. Les paramètres de la ma-
chine étaient basés sur une expérience déjà eﬀectuée auparavant [6], que l’équipe de
l’IRFM voulait refaire pour avoir de nouveaux résultats. La campagne a donné lieu
à une journée complète de mesures. Nous nous baserons seulement sur une décharge
spéciﬁque, des problèmes techniques ayant aﬀectés certaines mesures sur les autres.
Le tableau détaillant l’ensemble des données des expériences est dans l’annexe E.
Notre étude se base sur la décharge 47191, de durée 20 s. Les diagnostics spéci-
ﬁques utilisés dans cette expérience sont la spectroscopie (DUO et SIR), l’échange
de charge CXRS (Spectroscopie par échange de charge), l’ECE (Emission Cyclotro-
nique Electronique). Le protocole consistait, pour un courant plasma Ip = 0.5 MA,
à chauﬀer le plasma par FCE (Fréquence Cyclotronique Electronique) avec deux
gyrotrons dans le coeur à r/a=0.35 de t = 2 →7 s, une ablation laser de nickel à
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t=3s, une injection ISPI d’azote à t=4 et 5 s, IDN (Injection De Neutre) à t=7.5 s,
injection d’argon (débit 0.01) de t=8→10 s.
Le courant plasma Ip, créé par eﬀet inductif du champ du solénoïde central est
établi et stable entre t= 1 et 18 s. Les simulations porteront donc sur cet intervalle
de temps. L’ablation du nickel par laser n’a pas fonctionné, mais nous avons pu
injecter de l’argon par la vanne. Les données des diagnostics utiles à notre étude
sont résumées sur les courbes de la ﬁgure 4.4.
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Figure 4.4: Evolution temporelle des principaux paramètres pour le choc 47191.
Chaque ordonnée doit être traduite selon les données représentées. Les puis-
sances injectées et émises sont en MW.
1. courbe rouge : courant plasma (Ip) en MA ; courbe rose : charge moyenne du
plasma (Zeff) ; courbe verte : densité normalisée Ne/(1.0× 1019 m−3) ; courbe
bleue : densité intégrée selon le diamètre du plasma (SNLI), normalisée à
1.0× 1019 m−2
2. courbe rouge : puissance ohmique (PΩ) ; courbe rose : puissance FCE injectée
par chaque gyrotron (PFCE) ; courbe verte : puissance FCI injectée (PICRH,
nom anglais pour la FCI) =0 ; courbe bleue : puissance hybride injectée (PLH)
= 0
3. courbe rouge : puissance totale fourni au plasma (Ptot) ; pertes radiatives (Prad1
et Prad3) selon des visées diﬀérentes
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4. courbe verte et bleue : ﬂux injecté par chaque vanne
Les courbes de la ﬁgure 4.4 sont les données brutes des diagnostics en sortie de
chocs. Elles sont conformes aux spéciﬁcités des paramètres expérimentaux envisa-
gées. La température varie en fonction du temps et du rayon plasma (Fig. 4.5). La
valeur centrale de Te est en moyenne de 2.5 keV, la valeur maximale étant 2.8 keV.
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Figure 4.5: Proﬁls temporels de la température électronique pour le choc 47191.
Les courbes juxtaposées représentent les mesures par ECE, et la courbe verte Te
obtenue par le diagnostic de diﬀusion Thomson (spectromètres), peu utilisé dans
notre étude.
Le diagnostic X-mous fournit également deux types de données : les proﬁls ra-
diaux d’intensité à un instant t et les évolutions temporelles (Fig. 4.6).
Sur le proﬁl X-mous (Fig. 4.6 haut), le rayonnement dans le cœur du plasma, qui
dénote la présence d’ion lourds, est à son maximum quelques secondes après l’injec-
tion au bord de l’argon à t= 8 s. En eﬀet, les zones de basse énergie, par exemple au
bord, contiennent des atomes faiblement ionisés. Notre travail se concentre sur les
zones du plasma où le conﬁnement est le meilleur : le centre ou les couches intermé-
diaires du plasma. L’analyse des proﬁls de température et de densité électroniques
pour cet intervalle de temps permet de déﬁnir une gamme d’étude pour la physique
atomique. Les proﬁls radiaux d’intensité (Fig. 4.6 bas) permettent d’étudier à un
temps t, la position dans le plasma des impuretés lourdes. Ces données sont les
détails de la ﬁgure précédente et constituent les informations brutes du diagnostic
pour chaque visée.
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Proﬁl X-mous pour le choc 47191. Proﬁl temporel de la puissance X rayonnée par
le plasma en fonction du rayon.
Figure 4.6: Intensité émise en fonction de la visée au sein du plasma (20-25 →
plasma de coeur) à chaque temps t déﬁni sur la ﬁgure 4.1 (correspondance des
couleurs).
La température électronique varie entre 100 et 3000 eV et la densité électro-
nique dans l’intervalle 1012 − 4 × 1013 cm−3. Les températures basses n’étant pas
considérées, on limite les états d’ionisation à étudier au moyen du code FLYCHK
[13], utilisant un modèle CR simple. Ce code fait des approximations mais nous
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permet d’obtenir des valeurs approchées de la charge moyenne du plasma ainsi que
les fractions ioniques (voir Table 4.1). (Te élargie à 6000 eV pour utilisation dans
d’autres études.)
Te Z¯ p
100 8.2755 Ar7+ : 0.0453
Ar8+ : 0.669
Ar9+ : 0.249
1100 16.018 Ar15+ : 0.0453
Ar16+ : 0.871
Ar17+ : 0.0749
2100 16.684 Ar16+ : 0.428
Ar17+ : 0.433
Ar18+ : 0.130
3100 17.252 Ar16+ : 0.150
Ar17+ : 0.442
Ar18+ : 0.406
4100 17.538 Ar16+ : 0.0609
Ar17+ : 0.339
Ar18+ : 0.6
5100 17.685 Ar16+ : 0.0293
Ar17+ : 0.256
Ar18+ : 0.714
6000 17.767 Ar16+ : 0.0163
Ar17+ : 0.2
Ar18+ : 0.784
Table 4.1: Charge moyenne Z¯ et fraction ionique p des ions majoritaires en fonction
de la température électronique (en eV), pour une densité électronique de 1013 cm−3.
La variation de la fraction ionique avec la densité est négligeable (à Te ﬁxée),
car cette dernière est très faible dans les tokamaks. Cette règle s’applique également
aux coeﬃcients de taux (Section 4.1.2). Nous ﬁxons la densité à 1013 cm−3. Cette
gamme de paramètres implique que l’étude se porte sur les ions Ar7+ jusqu’à Ar17+ ;
l’ion Ar18+ n’étant aﬀecté que par les processus de recombinaison.
La reconstruction des coeﬃcients de taux constitue la première étape de notre
travail. Pour cela, nous avons utilisé le code HULLAC [8]. Ce code permet d’obtenir
la structure atomique et les taux de divers processus microscopiques.
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4.5 Données de structures et processus atomiques
Les données utiles à l’étude de la fusion magnétique sont de plusieurs natures
(énergies des niveaux, coeﬃcients d’émission spontanée, coeﬃcients de taux, coeﬃ-
cients généralisés). Elles sont mises sous diﬀérents formats lisibles par les routines
ADAS ainsi que le code ITC. Il faut noter que les sections eﬃcaces des processus
ne sont pas toujours présentes dans ADAS, bien qu’elles soient indispensables au
calcul des coeﬃcients de taux. Dans cette section, nous présentons un résumé des
notations et valeurs disponibles dans ADAS, et expliquons le fonctionnement du
code HULLAC.
4.5.1 ADAS
ADAS [3] permet de calculer des données à l’aide d’un modèle CR pour la fu-
sion magnétique, en fonction des besoins des utilisateurs. Dans ce but, des modèles
ont été codés aﬁn de calculer des grandeurs spéciﬁques du plasma telles que les
populations des niveaux, les coeﬃcients généralisés... Notre étude se focalisera sur
certaines de ces grandeurs. Pour chaque étape de celle-ci (section 4.2), les routines
et formalismes utilisés seront diﬀérents [3]. Dans le but de simpliﬁer les notations,
ADAS établit quelques conventions d’écriture que nous ne détaillerons pas ici car
elles n’apportent rien à la compréhension. Néanmoins, certaines grandeurs carac-
téristiques sont utilisées dans ADAS. On peut les résumer ainsi (la nomenclature
ADAS est indiquée entre parenthèses) :
• Les coeﬃcients de taux de chaque niveau (ADF04) pour l’excitation collisionnelle.
• Les coeﬃcients de taux généralisées (ADF08) pour l’ionisation collisionnelle.
• Les Photon Emissivity Coeﬃcients PECs (ADF15). Ces coeﬃcients représentent
l’émission spéciﬁque d’une raie de l’ion considéré allouée à chaque processus.
• La fonction de rayonnement du plasma (ADF11). Cette grandeur représente
l’émission (lié-lié, libre-lié et libre-libre) totale du plasma après un calcul CR, tenant
compte de chaque état d’ionisation de l’atome.
4.5.2 Code HULLAC
HULLAC est un code qui permet de calculer la structure atomique et les taux
ou sections eﬃcaces de divers processus microscopiques. Dans cette section, nous
présenterons les méthodes utilisées dans les routines de HULLAC pour calculer ces
grandeurs.
a Les niveaux d’énergie
Les énergies des niveaux sont obtenues par la méthode du potentiel paramétrique
[14] qui consiste à résoudre l’équation 2.1, en couplage jj, avec le potentiel suivant :
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V (r) = −2
r
[
(N − 1)e−α1r + α2re−α3r + · · ·+ αn−1rke−αnr + Z −N + 1
]
, (4.9)
où les αi sont des paramètres à calculer. Ils peuvent être déterminés de deux façons :
1. en trouvant une bonne concordance avec des données expérimentales,
2. en minimisant les énergies calculées.
Cette méthode est similaire à celle de Thomas-Fermi. Elle réalise un compromis
entre la précision des méthodes de Hartree-Fock ou Dirac-Fock, et la méthode de
Thomas-Fermi-Dirac. Le potentiel paramétrique permet des temps de calculs rai-
sonnables pour des ions lourds et, eu égard au nombre de niveaux considérés dans
notre étude, cette méthode est la plus pertinente.
b Excitation collisionnelle (EC)
Les sections eﬃcaces d’excitation collisionnelle sont calculées par la méthode
Distorted-Wave [15, 16, 10]. Cette méthode utilise l’approximation de Born. Les
fonctions d’onde libres sont obtenues par résolution des équations couplées :
[
d2
dr2
+ k20 − U0(r)
]
ψ0(r) ≃ 0 (4.10)[
d2
dr2
+ k2i − Ui(r)
]
ψi(r) ≃ Ui0(r)ψ0(r), (4.11)
où k2 = 2mE/~2 et Ui(r) = 2mVi(r)/~2 et Ui (resp U0) :
Ui = Uii(r) + l(l + 1)/r
2. (4.12)
La diﬀérence par rapport à l’approximation de Born est que l’on ne considère
que les diagonales des potentiels "déformés" Uij (déjà projeté sur les états i et j)
à l’ordre zéro. Les fonctions d’ondes ψ(r) sont établies au moyen des fonctions de
Green :
ψ0(r) = ψ
(0)
0 (r)
ψi(r) =
∫ ∞
0
G
(+)
i (r, r
′)Ui0(r
′)ψ
(0)
0 (r
′)dr′
∼r→∞ − 1
ki
e[ikir+iδi]
∫ ∞
0
ψ
(0)
i (r
′)Ui0(r
′)ψ
(0)
0 (r
′)dr′
où, par déﬁnition, ψ0(r) ∼ sin(k0r + δ0) 2 solution de l’équation 4.10 et ψ(0)i est
solution de l’équation 4.11. L’opérateur de transition T est donné par :
2. δi = ηi - lπ/2
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T0i = exp[i(η0 + ηi)]
2√
k0ki
∫ ∞
0
ψ
(0)
i (r
′)Ui0(r
′)ψ
(0)
0 (r
′)dr′, (4.13)
où ηi = −k
∫∞
0
U(r)[ψ˜0i (r)]
2dr et ψ˜0i (r) est déﬁni par les fonctions de Bessel
ψ˜0i (r) ∼r→∞ sin(kr − iπ/2). Dans le cas général, on déduit la section eﬃcace de
la transition entre un niveau j et un niveau j′, en couplage jj, par l’expression :
σj,j′ =
4πk
k30
∑
j,j′,JT
2JT + 1
2(2j + 1)
|Tjj′|2 (4.14)
où JT est le moment angulaire total du système atome plus électron. La section
eﬃcace est reliée à la force de collision par l’équation 1.27 (Chapitre 1). De par la
déﬁnition des fonctions d’onde, l’approximation distorted-wave n’est pas très précise
pour les énergies faibles, ce qui peut être problématique pour le calcul de certains
coeﬃcients de taux.
Pour élargir en énergie le domaine d’étude, la force de collision (proportionnelle
à la section eﬃcace) est interpolée par une formule similaire à celle de la méthode
de Burgess, Tully et Chidichimo [17, 18].
c Ionisation collisionnelle
La section eﬃcace d’ionisation collisionnelle n’est pas calculée par la méthode
distorted-wave. L’algorithme utilisé actuellement fait appel à un modèle semi-
empirique développé à la ﬁn des années 60 : le modèle de Lotz [19]. La section
eﬃcace d’ionisation à partir d’une sous-couche i (ni, li) est alors donnée par :
σi = ain¯i
ln(E/I0i)
EI0i
[1− bi exp(−ci(E/I0i − 1))] (4.15)
où E est l’énergie de l’électron incident, I0i l’énergie d’ionisation à partir du niveau
i, n¯i le nombre d’électrons équivalents dans la sous-couche i. ai, bi et ci sont des
constantes déduites de résultats expérimentaux.
Cette expression de la section eﬃcace est une bonne approximation dans la
plupart des cas étudiés, mais elle est moins précise pour des ions lourds fortement
ionisés.
d Photoionisation
La photoionisation est assimilée à l’absorption d’un photon, avec un état ﬁnal
contenant un électron du continuum. On utilise le même formalisme que pour le
calcul des transitions liée-liée (Aij) aﬁn obtenir les sections eﬃcaces σij [14, 15, 20].
Celles-ci s’écrivent :
σij = 4π
2αa20
dfij
dǫ
, (4.16)
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où i désigne un état lié et j un état du continuum. ǫ (en Rydberg) représente
l’intervalle d’énergie du continuum, et α la constante de structure ﬁne. La force
d’oscillateur se calcule par la même méthode que pour une transition liée-liée. Pour
étendre l’intervalle de valeurs des sections eﬃcaces, on eﬀectue une interpolation au
moyen de la formule de M. Klapisch et M. Busquet [21] :
σ(E) = C(E + A)γ, (4.17)
où A, C et γ sont les coeﬃcients de l’interpolation et E l’énergie.
e Autoionisation
Une approche simple consiste à modéliser ce processus comme un choc entre
deux électrons d’un ion doublement excité. Par transfert d’énergie cinétique, l’un
des électrons obtient assez d’énergie pour échapper à l’attraction du noyau, l’autre
électron ayant abaissé son énergie suite au choc. Ainsi, d’un point de vue quantique,
l’obtention de la section eﬃcace passe par l’Hamiltonien d’interaction et par le
formalisme distorted-wave en raison de l’électron dans le continuum à l’état ﬁnal
et de l’opérateur de collision. La section eﬃcace d’autoionisation entre un état
doublement excité i et un état j de l’ion de charge supérieure, s’écrit :
σij =
8
2Ji + 1
∑
j˜
∑
JTMT
|〈ψN+1i (JTMT )|Hint|ψNj j˜(JTMT )〉|2, (4.18)
où j˜ est le moment angulaire de l’électron du continuum et JT le moment angulaire
total du système.
Les coeﬃcients de taux sont obtenus au moyen des formules 4.2 et 4.1 selon que
le processus est radiatif ou collisionnel. Dans les plasmas de tokamaks, les processus
majoritaires sont la recombinaison radiative, l’ionisation collisionnelle, l’excitation
collisionnelle et la recombinaison diélectronique. Les calculs des coeﬃcients de taux
de ces processus sont très coûteux en temps. Pour cette raison, on ne résout pas
l’ensemble des équations des mécanismes. En eﬀet, dans de nombreux codes de
physique atomique des plasmas, on ne traite pas directement les processus inverses
mais on utilise le principe de micro-réversibilité (bilan détaillé). Le bilan détaillé
[22] permet d’écrire que le taux d’un processus est en équilibre avec le taux du
processus inverse, ce qui se traduit par :
NeNi〈σijv〉 = NeNj〈σjiv〉. (4.19)
Cette formule s’applique quel que soit l’équilibre considéré et pour tous les proces-
sus. Le code HULLAC prend en compte ces processus dans le calcul des populations
des niveaux. Pour ce faire, il utilise un modèle collisionnel-radiatif qui implique une
méthode iterative [18].
Dans la section suivante, nous présentons les résultats des diﬀérentes simulations.
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4.6 Simulations et comparaisons HULLAC - ADAS
4.6.1 Cadre d’étude
Les paramètres plasma ont été déﬁnis par l’analyse des expériences sur Tore
Supra. Ainsi, dans les simulations la densité varie dans l’intervalle 1012 − 4 × 1013
cm−3 et la température entre 100 et 6000 eV. Notons que la température maximale
de l’expérience est ≈ 3000 eV. On choisit une gamme jusqu’à 6000 eV aﬁn d’utiliser
les données calculées dans le cadre de l’analyse d’expériences futures où Te sera plus
élevée.
Nous ne pouvons représenter ici l’ensemble des calculs eﬀectués. De même, leur
analyse terme à terme dans ADAS ne peut être faite en raison du nombre de ni-
veaux et de transitions possibles. Le tableau suivant résume, en notation super-
conﬁguration, les calculs qui ont été eﬀectués :
Ion Conf. Niveaux Taux d’excitation
Ar17+ 1s1, · · · , 7h1 49 1 155
Ar16+ (1,2)[0:2](3)[0:2](4,5,6)[0:1] 783 251 369
Ar15+ (1)[0:2] (2)[0:3] (3)[0:2] (4,5)[0:1] 5 311 6 700 250
Ar14+ (1)[1:2] (2)[0:3] (3)[0:2] (4)[0:1] 4 388 5 795 928
Ar13+ (1)[1:2] (2)[0:4] (3)[0:2] (4)[0:1] 7 204 7 648 765
Ar12+ 1s 2 (2)[1:4] (3)[0:3] (4)[0:1] 11 124 19 319 997
Ar11+ 1s 2 (2)[3:5] (3)[0:2] (4,5)[0:1] 14 779 46 110 043
Ar10+ 1s 2 (2)[5:6] (3)[0:2] (4,5)[0:1] 994 450 928
Ar9+ 1s 2 (2)[5:7] (3)[0:2] (4,5)[0:1] 14 071 42 527 110
Ar8+ 1s 2 (2)[6:8] (3)[0:2] (4)[0:1] 3 533 5 561 875
Ar7+ 1s 2 2s 2 2p 6 (4,5,6,7,8)[0:1] 297 31 134
1s 2 (2)[7:8] (3)[1:2]
Table 4.2: Deuxième colonne : conﬁgurations considérées, Troisième colonne :
nombre de niveaux, Quatrième colonne : nombre de taux d’excitation.
L’étude a porté sur l’ion hydrogénoïde Ar17+ (ion avec un seul électron lié), qui
permet déjà de faire des comparaisons pertinentes pour le système considéré, les
autres données étant disponibles sur demande. En ce qui concerne l’ionisation, on
considère qu’elle se fait vers l’état fondamental de l’ion de charge supérieure et,
par conséquent, la recombinaison ne se fait que depuis ce dernier. Représentons
maintenant quelques sections eﬃcaces.
4.6.2 Sections efficaces
Chaque processus peut générer un grand nombre de sections eﬃcaces (voir Table
4.2). Par exemple, dans Ar17+ on a 1155 transitions pour l’excitation collisionnelle.
132 Chapitre 4. Physique atomique et transport en FCM
Ainsi, les résultats présentés ne concerneront que quelques transitions de Ar17+. Les
conﬁgurations pertinentes sont nl, où n ≤ 4 et l ≤ n−1. Les processus entre certains
des niveaux associés à ces conﬁgurations constituent des événements majoritaires au
vu de l’ensemble du système. Étudions maintenant la variation des sections eﬃcaces
de certains processus.
a Excitation collisionnelle
Le comportement de la section eﬃcace est le même pour toutes les transitions
considérées. Dans l’intervalle énergétique 100 − 6000 eV, les sections eﬃcaces d’ex-
citation collisionnelle sont décroissantes.
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Figure 4.7: Section eﬃcace d’excitation collisionnelle des transitions 1s − 3p1/2,
1s− 3p3/2, 1s− 3d3/2 et 1s− 3d5/2.
Dans la ﬁgure 4.7 on a représenté les sections eﬃcaces entre le niveau 1s et les
deux niveaux du doublet 3p (3p1/2 et 3p3/2) d’une part, et entre le niveau 1s et les
deux niveaux du doublet 3d (1s − 3d3/2 et 1s − 3d5/2) d’autre part. Les sections
eﬃcaces ont le même comportement mais ceci n’est pas lié au fait que les niveaux
d’arrivée soient d’énergies proches (3935.5007 et 3936.9251 eV pour les niveaux 3p).
Dans la ﬁgure 4.8, on a représenté la section eﬃcace des transitions 3p1/2 − 4d3/2
et 3p3/2 − 4d5/2. Bien que les niveaux de départ soient proches en énergie, il y a
un ordre de grandeur entre les deux courbes. Les variations globales des sections
eﬃcaces dans cet intervalle en énergie sont globalement identiques quelle que soit
la transition étudiée.
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Figure 4.8: Section eﬃcace d’excitation collisionnelle des transitions 3p1/2 − 4d5/2
et 3p3/2 − 4d5/2.
Dans la ﬁgure 4.9 ci-dessous, on a représenté la section eﬃcace d’excitation
collisionnelle des transitions 1s − 3s et 1s − 2p1/2. Les variations sont similaires à
celles de la ﬁgure 4.7. Globalement les sections eﬃcaces sont faibles (≈ 10−21 cm2) et
n’atteignent au maximum que 10−19 cm2, ce qui est le cas de la transition 3s−4p1/2
(voir ﬁgure 4.10).
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Figure 4.9: Section eﬃcace d’excitation collisionnelle des transitions 1s − 3s et
1s− 2p1/2.
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Figure 4.10: Section eﬃcace d’excitation collisionnelle de la transition 3s− 4p1/2.
La petitesse des sections eﬃcaces s’explique par le fait que les énergies des
niveaux sont très élevés pour l’ion considéré dans notre étude. De plus, au vu des
énergies considérées, les "chocs" entre les électrons liés et ceux du continuum ont
un temps caractéristique d’interaction qui est faible. La probabilité d’interaction,
proportionnelle à la section eﬃcace, est donc d’autant plus faible.
b Photoionisation
Le code HULLAC calcule la section eﬃcace de photoionisation, le coeﬃcient de
taux pour la recombinaison radiative est déduit par le principe de microréversibilité.
La probabilité de ce processus ne dépendant pas de l’opérateur d’interaction, les
variations seront diﬀérentes.
Dans la ﬁgure 4.11, on a représenté la photoionisation à partir des niveaux
1s, 3s, 2p1/2, 4p1/2 et 4d5/2 vers l’ion complètement ionisé Ar18+. Quel que soit le
niveau, la section eﬃcace diminue quand l’énergie augmente. On remarque aisément
les deux dépendances de la section eﬃcace en ∆E et Sij la force de raie dans une
moindre mesure. Ceci s’explique par le fait que la photoionisation est décrite avec le
même formalisme qu’une transition radiative d’Einstein, à l’exception de la fonction
d’onde ﬁnale qui implique un électron du continuum. Par conséquent, la section
eﬃcace dépend de l’écart en énergie entre l’état initial et l’état ﬁnal. On obtient les
mêmes variations pour la photoionisation à partir des niveaux 3p1/2 et 3p3/2 (Fig.
4.12).
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Figure 4.11: Section eﬃcace de photoionisation des niveaux 1s, 3s, 2p1/2, 4p1/2 et
4d5/2 vers le fondamental de l’ion Ar18+.
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Figure 4.12: Section eﬃcace de photoionisation à partir des niveaux 3p1/2 et 3p3/2
vers le fondamental de l’ion Ar18+.
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Pour calculer toutes les valeurs de sections eﬃcaces en fonction de l’énergie,
nécessaires aux calculs des coeﬃcients de taux, on utilise une interpolation (voir
section 4.5.2.d).
c Ionisation collisionnelle
L’ionisation collisionnelle étant traitée par le modèle semi-empirique de Lotz,
l’interpolation n’est pas nécessaire. Cependant les coeﬃcients ai, bi et ci de l’équa-
tion 4.15 sont établis à partir de l’expérience et dépendent ainsi de l’équilibre d’io-
nisation.
Dans la ﬁgure 4.13 ci-dessous, nous avons représenté les sections eﬃcaces d’ioni-
sation collisionnelle à partir de quelques niveaux de Ar17+. Les courbes ne sont pas
régulières en raison de la précision du modèle de Lotz, les discontinuités étant dues
aux limites numériques du code et au choix du pas en énergie. Un pas plus ﬁn aurait
conduit à des valeurs plus précises mais aux dépens de l’intervalle en énergie étudiée
dans la simulation (temps de calcul). On observe néanmoins que la section eﬃcace
de ce processus augmente en fonction de l’énergie du niveau considéré, comme cela
est prédit par la théorie.
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Figure 4.13: Section eﬃcace d’ionisation collisionnelle des niveaux 1s, 3s, 2p1/2,
3p1/2 et 3p3/2, 4p1/2,4d5/2 vers le fondamental l’ion Ar18+.
L’autoionisation ne peut pas être prise en compte car elle est inexistante pour
l’ion Ar17+. L’ensemble des sections eﬃcaces des processus sont utilisables malgré
quelques artefacts sur certaines courbes. Les sections eﬃcaces sont trois ordres de
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grandeur inférieures à celles d’un plasma laser. Ceci s’explique par la faible pro-
babilité d’interaction liée aux énergies considérées dans les plasmas de tokamak.
Étudions les coeﬃcients de taux de ces processus.
4.6.3 Coefficients de taux
Les coeﬃcients de taux sont obtenus par intégration sur l’énergie de la convo-
lution de la section eﬃcace par une distribution Maxwellienne pour un processus
collisionnel, ou par une Planckienne pour un processus radiatif, à une température
donnée. Les coeﬃcients de taux ont été calculés pour les températures suivantes :
100, 200, 500, 1000, 2000, 3000, 4000, 6000 eV. Ce choix a été fait en raison des
variations faibles des coeﬃcients de taux, permettant un maillage assez large en
température. De plus, les temps de calculs pour l’ensemble des ions étaient consé-
quents et nécessitaient une simpliﬁcation du maillage. Cependant, le protocole de
calcul des sections eﬃcaces précédentes a consisté à établir, pour la distribution en
énergie des électrons, une grille en énergie spéciﬁque centrée sur chaque température
aﬁn d’aﬃner le calcul.
a Excitation collisionnelle
Dans la ﬁgure 4.14 a, on note que les taux augmentent avec la température
jusqu’à 6000 eV. On remarque des variations particulières pour la transition 3s −
4p1/2 à basse température. Ce comportement peut s’expliquer par l’interpolation de
la force de collision dans le calcul des sections eﬃcaces. Malgré un changement du
pas pour avoir un maillage plus ﬁn pour l’interpolation, les résultats sont similaires
pour les valeurs à 500 et 1000 eV. Pour d’autres transitions, les variations semblent
plus monotones et croissantes (Figure 4.14 b). Pour les transitions 3p1/2 - 4d5/2
et 3p3/2 - 4d5/2, ﬁgure 4.15, on voit que les coeﬃcients de taux sont des fonctions
croissantes de Te jusqu’à 500 eV environ, puis décroissantes au-delà. Sur la ﬁgure
du haut (transitions 1s − 3d3/2 et 1s − 3d5/2), les coeﬃcients sont croissants. En
eﬀet, l’excitation du niveau 1s nécessite beaucoup d’énergie car c’est un électron de
coeur, le maximum du coeﬃcient sera donc à plus haute température.
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Figure 4.14: Coeﬃcient de taux pour l’excitation collisionnelle. a : transitions
1s− 3s, 1s− 2p1/2, 3s− 4p1/2. b : transitions 1s− 3p1/2 et 1s− 3p3/2.
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Figure 4.15: Figure du haut : transitions 1s − 3d3/2, 1s − 3d5/2. Figure du bas :
transitions 3p1/2 - 4d5/2 et 3p3/2 − 4d5/2.
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b Recombinaison radiative
Les coeﬃcients de taux de la recombinaison radiative ont été obtenus par la
méthode de l’équilibre détaillé, à partir des coeﬃcients de taux de la photoionisa-
tion. Les coeﬃcients de taux de la ﬁgure 4.16 décroissent lorsque la température
augmente. Il n’y a pas d’artefact dans les valeurs calculées. On retrouve la même
dépendance en énergie de transition que pour les sections eﬃcaces de photoionisa-
tion.
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Figure 4.16: Coeﬃcient de taux de la recombinaison radiative de l’ion Ar18+ vers
les niveaux 1s, 3s, 2p1/2, 3p1/2, 3p3/2, 4p1/2, 4d5/2, 3d3/2, 3d5/2.
c Ionisation collisionnelle
Les niveaux considérés dans la ﬁgure 4.17 sont les mêmes que ceux de la ﬁgure
4.13. Les variations des sections eﬃcaces sont croissantes aux faibles énergies et
décroissantes pour de plus hautes énergies. Il existe un artefact pour la transition à
partir de 1s, essentiellement dû à l’intégration sur la section eﬃcace qui a peut être
un pas trop grand. Les valeurs de taux montrent que les processus collisionnels sont
majoritaires. L’ordre de grandeur de la recombinaison radiative est 10−12 cm3/s
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alors que l’ionisation et l’excitation collisionnelle sont dans la gamme 10−11− 10−10
cm3/s.
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Figure 4.17: Coeﬃcient de taux de l’ionisation collisionnelle des niveaux 1s, 3s,
2p1/2, 3p1/2, 3p3/2, 4p1/2, 4d5/2 de l’ion Ar17+ vers l’atome complètement ionisé.
A l’exception de certains coeﬃcients d’excitation, l’ensemble des données est uti-
lisable dans un modèle collisionnel-radiatif (CR). Il faut donc vériﬁer, pour chaque
transition, les valeurs des coeﬃcients d’excitation, avant de lancer le modèle CR.
Nous nous proposons maintenant de comparer les données fournies par HULLAC
à celles issues d’ADAS.
4.6.4 Comparaison HULLAC-ADAS
La comparaison ADAS-HULLAC porte sur certaines des transitions vues précé-
demment. Les données d’ADAS sont obtenues à l’aide de plusieurs méthodes telles
que les méthodes R-Matrix [15, 10], Conﬁguration Average [23] et Distorted Wave
(DW). Les deux premières sont plus précises que la dernière car elles font moins
d’approximations sur la fonction d’onde de l’électron du continuum. N’ayant pas
fait l’objet de calcul lors de ma thèse, ces méthodes ne seront pas détaillées ici.
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a Excitation collisionnelle
La méthode principale utilisée dans ADAS pour le calcul du coeﬃcient de taux
est la méthode R-Matrix. Dans la ﬁgure 4.18, nous avons représenté le coeﬃcient
de taux des transitions 1s− 3d. Nous voyons que l’accord ADAS-HULLAC est bon
pour les trois méthodes (conﬁguration average, DW et R-matrix).
Figure 4.18: Comparaison HULLAC-ADAS des coeﬃcients de taux d’excitation
collisionnelle des transitions 1s− 3d3/2 et 1s− 3d5/2.
L’accord n’est pas aussi bon pour d’autres transitions. En eﬀet, si on considère les
transitions 1s−3p1/2 et 1s−3p3/2 (voir Fig. 4.19 ci-dessous), l’accord est médiocre,
en raison de la divergence pour Te=500 eV. Ce désaccord peut être attribué à
l’interpolation de la section eﬃcace calculée par HULLAC où le pas en énergie
n’est peut-être pas optimal pour le calcul de l’intégrale des coeﬃcients de taux. En
eﬀet pour ces transitions l’accord entre les données HULLAC et les données ADAS
distorted-wave devrait être satisfaisant, ce qui n’est pas le cas. Dans le cas présent,
l’erreur provient de la méthode de calcul de la section eﬃcace. Dans d’autres cas,
il existe des désaccords plus grands, par exemple pour les transitions 3p3/2 − 4d5/2.
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Figure 4.19: Idem Fig. 4.18 pour les transitions 1s− 3p1/2 et 1s− 3p3/2.
Dans la ﬁgure 4.20, nous comparons les coeﬃcients de taux des transitions
3p − 4d. Nous notons que l’accord entre les deux calculs est acceptable pour les
hautes températures. Par contre, aux basses températures, une diﬀérence d’un ordre
de grandeur est notée pour la transition 3p3/2− 4d5/2. Nous avons refait des calculs
avec diﬀérents pas pour l’interpolation de la section eﬃcace mais les données res-
tent sensiblement les mêmes. Cependant, la méthode DW est moins précise pour
certaines transitions à basse énergie, ce qui peut expliquer cette divergence. Pour
la transition 3p1/2 − 4d5/2, l’accord est satisfaisant quelle que soit l’énergie.
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Figure 4.20: Idem Fig. 4.18 pour les transitions 3p3/2 − 4d5/2 (ﬁgure du haut) et
3p1/2 − 4d5/2 (ﬁgure du bas).
b Recombinaison radiative
Pour la recombinaison radiative (RR), les méthodes de calculs sont similaires
dans les deux bases de données. Mais les coeﬃcients disponibles dans ADAS sont
eﬀectifs et généralisés. Ils font donc intervenir les populations des niveaux. Nous
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avons pu comparer seulement les allures des courbes.
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Figure 4.21: Comparaison du coeﬃcient de taux de RR de l’atome complètement
épluché vers les niveaux 1s, 3p1/2, 3p3/2, 3d3/2, 3d5/2, et du coeﬃcient eﬀectif géné-
ralisé de ADAS (courbe violette). Courbe rouge : somme des coeﬃcients de taux
issus de HULLAC.
Dans la ﬁgure 4.21 ci-dessus, nous comparons les coeﬃcients de taux de RR.
La courbe représentant la somme des coeﬃcients de taux de HULLAC est très
proche de celle de ADAS, et présente la même variation. Ce qui conﬁrme que les
calculs sont similaires bien que HULLAC implique les niveaux jusqu’à la couche
n = 7 et ADAS seulement jusqu’à n = 5. Les niveaux de n élevé contribuent peu
aux processus radiatifs mais jouent un rôle important dans l’équilibre d’ionisation.
On observe les mêmes variations pour la recombinaison radiative du fondamental
de Ar17+ vers les niveaux de Ar16+ (voir Fig. 4.22 ci-dessous). Les variations sont
quasi-identiques au cas précédent bien que le coeﬃcient généralisé non eﬀectif de
HULLAC soit inférieur à celui du cas Ar18+ → Ar17+. Il est important de noter que
le coeﬃcient de recombinaison ADAS comprend la recombinaison radiative et la
recombinaison diélectronique. Ceci peut expliquer la diﬀérence entre les coeﬃcients
totaux pour les deux jeux de données, car la contribution de la RD (recombinaison
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diélectronique) est non nulle, contrairement au cas Ar18+ → Ar17+ de la ﬁgure 4.21.
Figure 4.22: Idem Fig. 4.21 pour les ions H-like et He-like.
c Ionisation collisionnelle
ADAS utilise la même méthode de calcul que HULLAC : l’algorithme de Lotz.
Les résultats sont par conséquent identiques (Fig. 4.23). Les valeurs sont très proches
voire identiques pour les niveaux autres que 1s.
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Figure 4.23: Comparaison des coeﬃcients de taux d’ionisation collisionnelle
HULLAC-ADAS pour les niveaux 1s, 3s, 3p1/2 et 3p3/2.
L’ensemble des coeﬃcients de taux obtenus à l’aide de HULLAC est donc uti-
lisable dans le modèle collisionnel-radiatif de ADAS, à l’exception de quelques ni-
veaux. Le travail actuel consiste à vériﬁer les valeurs pour les niveaux majoritaires,
car dans la base de données ADAS seuls les niveaux métastables sont pris en compte
dans les calculs. Le code HULLAC est donc un outil ayant une précision suﬃ-
sante pour l’étude du transport et oﬀrant des temps de calculs courts, de l’ordre de
quelques heures, en comparaison des méthodes très précises comme R-Matrix qui
converge sur plusieurs semaines voire des mois selon les cas.
Des coeﬃcients de taux on été calculés pour les ions argon de 18+ à 7+, pour
pouvoir les utiliser dans un modèle CR. Il faut vériﬁer leurs variations en fonction
de la température pour éviter les incohérences ou erreurs. L’étape suivante serait de
faire tourner le modèle CR d’ADAS et d’injecter les coeﬃcients généralisés obtenus
dans ITC. Malheureusement, faute de temps, je n’ai pas pu accomplir cette tâche.
Néanmoins, j’ai analysé ITC pour faire des tests du code lors de mes missions à
Cadarache. Pour expliquer la démarche de l’étude envisagée dans les mois à ve-
nir, présentons un exemple simple de modélisation/reconstruction du rayonnement
plasma par ITC.
4.6.5 Exemple d’itération ITC
Le code ITC est actuellement en cours de modiﬁcation/debugage et n’a pu être
utilisé pour obtenir des coeﬃcients de transport pour les expériences réalisées. Seule
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la première itération de la routine a été faite. Ainsi, avec les données ADAS en entrée
de ITC on obtient (Fig. 4.24) :
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Figure 4.24: Comparaison entre le signal reconstruit ITC et le signal brut des
diagnostics de la décharge 47191.
Les variations d’émission X-mous sont très diﬀérentes, ce qui est logique car il
n’y a pas eu d’optimisation par l’algorithme génétique dans les routines de ITC. Par
ailleurs, le calcul de la densité d’impuretés en fonction du rayon normalisé donne
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(Fig. 4.25) :
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Figure 4.25: Densité d’impuretés pour la décharge 47191, après la première itéra-
tion dans ITC. L’échelle a droite de la ﬁgure donne la règle graphique de lecture de
la densité en cm−3.
Cette reconstruction montre que la densité est plus importante dans le coeur,
en raison du transport des impuretés. Néanmoins, cette simulation n’est pas précise
car le rayonnement reconstruit qui en découle (voir ﬁgure 4.24) ne correspond pas
aux mesures des diagnostics.
Les calculs qui restent à faire portent sur la structure atomique d’autres ions
argon. Ceci permettrait de faire un calcul CR impliquant l’ensemble de la séquence
ionique compatible avec les conditions plasma. Il convient alors d’examiner la sen-
sibilité des coeﬃcients de transport aux données atomiques (nombre de niveaux
considéré, méthode utilisée, etc.).
4.7 Conclusion
Nous avons présenté les expériences eﬀectuées sur Tore Supra au cours de la
campagne d’expériences de 2011. Notre étude de la structure atomique et des pro-
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cessus collisionnels et radiatifs dans les plasmas de fusion est justiﬁée par des expé-
riences d’injection d’Argon visant à caractériser l’inﬂuence du transport turbulent
par rapport au transport néoclassique. En eﬀet, les coeﬃcients de transport (diﬀu-
sion et vitesse de convection) sont obtenus par reconstruction des signaux X-mous
du plasma et dépendent donc des coeﬃcients de taux des processus atomiques. Nous
avons donc calculé un nouveau jeu de données atomiques aﬁn d’étudier la sensibilité
des résultats des simulations du transport en fonction de celles-ci.
La première étape de l’étude, étape de validation, consistant à comparer les co-
eﬃcients de taux des processus pour chaque niveau entre nos résultats et ADAS, a
montré que les deux jeux de données sont proches pour l’ion Ar17+. Cette compa-
raison a fait apparaître des problèmes liés au code HULLAC pour certaines valeurs
de température. Nos résultats sont néanmoins utilisables en première approxima-
tion dans le modèle CR de ADAS. Les calculs CR sont actuellement en cours et
ne peuvent donc être présentés ici. L’étape suivante de notre étude serait de com-
parer les résultats du modèle CR de HULLAC, déjà obtenus, à ceux de ADAS.
En eﬀet, les routines des deux codes sont très sensibles à la résolution numérique.
La dernière étape serait d’analyser les données des expériences avec le code ITC à
partir de données atomiques plus complexes, avec plus de niveaux considérés pour
les coeﬃcients généralisées, fournies par HULLAC. Le but serait de quantiﬁer la
sensibilité des routines de calcul des coeﬃcients de transport aux diﬀérents jeux de
données disponibles.
Ce travail permettra d’élaborer par la suite une base de données pour le tungs-
tène (W) dans le cadre du projet WEST qui fera de Tore Supra une machine à paroi
en tungstène. Les expériences du transport qui en découleront seront essentielles à
la préparation des décharges pour ITER, ce qui en font un enjeu majeur des années
à venir.
Appendices

Annexe D
Théorie du transport
Dans cette annexe nous présenterons un résumé des lois principales du trans-
port. Nous ne détaillerons pas les raisonnements donnant les expressions des ﬂux
néoclassique et turbulent.
Le transport des particules dans les tokamaks est lié à deux phénomènes : les
collisions entre particules, qui déﬁnissent le ﬂux néoclassique, et les turbulences du
plasma. Dans un premier temps, nous détaillerons le transport néoclassique, puis,
dans un second temps, le transport turbulent. Le ﬂux néoclassique s’appuie sur la
théorie des collisions entre les particules. Leurs trajectoires sont modiﬁées et créent
un ﬂux radial dans le plasma. Par conséquent, le transport néoclassique dépend
des diﬀérents régimes de collision spéciﬁques aux tokamaks et s’applique aux deux
types de particules : les particules passantes et piégées.
Formule générale
Ces deux types de particules sont déﬁnis par une condition sur leurs énergies
cinétiques associées à la vitesse parallèle V‖ et à la vitesse perpendiculaire V⊥ du
centre guide :
E = 1
2
mV 2‖ +
1
2
mV 2⊥
E = 1
2
mV 2‖ + µzB
où µz = 12BmV
2
⊥ = zeωZρ
2
L/2 est l’invariant adiabatique, m étant la masse de la
particule z, ωc la pulsation cyclotronique et RLarmor le rayon de Larmor. On déduit
aisément une condition sur la vitesse parallèle :
V 2‖ =
2
m
(E − µzB)
Cette condition permet de spéciﬁer si une particule est piégée ou non. Si sa
valeur en énergie E est suﬃsante (> µzB) alors la trajectoire est dite passante,
à l’inverse, lorsque E < µzB la particule est piégée et elle décrit une trajectoire
périodique du côté faible champ du tore entre les deux points où V‖ s’annule. Pour
ces dernières on parle de trajectoires bananes.
En conséquence, le ﬂux total d’une impureté dans le plasma s’écrit :
Γ = ΓTurbulent + ΓClassique + ΓBanane,Plateau + ΓPfirsch−Schluter︸ ︷︷ ︸
Flux neoclassique
(D.1)
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Flux néoclassique
Les trois derniers termes de la formule D.1 constitue le ﬂux néoclassique. Les
ﬂux plateaux, Pﬁrsch-Schlüter et bananes correspondent aux ﬂux en fonction du
régime de collisionnalité considéré. ΓClassique est issu de la loi d’Ohm généralisée et
de l’équilibre de pression. Son expression a été établie dans les années 60 pour un
plasma de géométrie simple (plasma cylindrique, compression par les champs ~E et
~B, température uniforme). On obtient :
ΓClassique,z = −DClassique~∇nz = ηβ
2µ0
, (D.2)
où η est la résistivité du plasma en Ω·m, β = 2µ0nzTe/B2 (rapport pression ci-
nétique sur pression magnétique). Néanmoins, cette expression n’est pas valable
pour les tokamaks car elle est trop approximative au vu de la physique des plas-
mas magnétisés. Des calculs analytiques plus précis [24, 25] appliqués aux tokamaks
donnent l’expression suivante :
ΓClassique,z = −8
3
√
πe2
ln(Λ)nD
B2
√
mD
T
[
∇nz −
(
z
∇nD
nD
−
(z
2
+ 1
) ∇T
T
)
nz
]
,
(D.3)
où ln(Λ) est le logarithme coulombien 1 et nD la densité de deutérium. Les ﬂux
ΓBanane,Plateau et ΓPfirsch−Schluter dépendent du régime de collisionnalité considéré.
Déﬁnissons le paramètre de collisionnalité correspondant au rapport de la fréquence
de dépiégeage νdp sur la fréquence des orbites bananes νb :
ν∗ =
νdp
νb
=
πqR
vThǫ3/2
νColl, (D.4)
où vTh est la vitesse thermique, q le facteur de sécurité, R le grand rayon de la
surface magnétique et νColl la fréquence de collision déﬁnie au moyen de la théorie
de Rutherford. Si l’on considère une espèce A venant interagir (collisionner) avec
une espèce B immobile, la fréquence de collision correspondant à la vitesse initiale
vA sera :
νColl =
e2Ae
2
B
(4πǫ0)2m
2
Av
3
A
nB lnΛ, (D.5)
où nB est la densité de l’espèce B et ǫ la paramètre r/R0. A partir de la formule
D.4 on déﬁnit trois régimes de collisionnalité :
– Régime ν∗ ≪ 1 (orbites bananes) : la fréquence des collisions est faible. Par
conséquent, les particules gardent leur état (passant ou piégé) pendant plu-
sieurs orbites.
1. ln(Λ) = ln(λD/λL), où λD est la longueur de Debye et λL la longueur de Landau.
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– Régime ν∗ ≈ 1 (plateau) : régime correspondant aux cas intermédiaires entre le
domaine de forte collisionnalité et le domaine où elle est faible. Les particules
piégées ont une probabilité élevée de se dépiéger au cours de leur première
orbite.
– Régime ν∗ > ǫ−3/2 (Pﬁrsch-Schlüter) : régime à forte collisionnalité. Les parti-
cules subissent des collisions tout au long de leurs trajectoires dans le plasma.
Le ﬂux total de l’impureté dans le plasma, formule D.1, doit tenir compte de
l’ensemble des régimes de collisionnalité possibles, d’où les termes ΓBanane,Plateau et
ΓPfirsh−Schluter. Leurs expressions approchées sont :
ΓB,P = −S
[
∇nz −
(
z∇nD
nD
−
(
3
2
(z − 1)−
(
z
KD
12
KD
11
− KZ12
Kz
11
))
∇T
T
)
nz
]
(D.6)
ΓP−S = −2q2K 83
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π e
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nz
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(D.7)
Ces ﬂux tiennent compte de la viscosité par l’intermédiaire des coeﬃcients KZij
et KDij qui sont des éléments de la matrice générale de viscosité du plasma. Le
coeﬃcient S de la formule D.6 a pour expression :
S =
3
2
c2T
e2B2R2z2
(
KD11K
z
11
KD11 +K
z
11
)
.
Quant aux coeﬃcients H et K, ils sont déﬁnis par :
H = −1
2
+ 0.29+0.68nzz
2/nD
0.59+nzZ2/nD+1.34(ǫ3/2ν∗)−2
(D.8)
K = 1 + 0.52nzz
2/nD
0.59+nzz2/nD+1.34(ǫ3/2ν∗)−2
. (D.9)
Ces paramètres sont détaillés dans l’article de Hirshman [25].
Flux turbulent
Les plasmas de fusion nucléaire sont caractérisés par la température et la densité,
qui dépendent de la position, mais aussi par le gradient de pression cinétique p. Ce
dernier induit des ﬂuctuations des champs ~E et ~B, notées δ ~E et δ ~B qui modiﬁent
les vitesses de dérive des particules dans le plasma.
– Fluctuation de vitesse radiale due au champ ~E → δ ~VE = δ
~E ∧ ~B
B2
– Fluctuation de vitesse radiale due au champ ~B → δ ~VB = δ
~B
B
V‖
Notre propos n’est pas de rentrer dans le détail du raisonnement donnant le
ﬂux turbulent, mais certaines grandes caractéristiques en découlent. Par une étude
dimensionnelle, on note tout d’abord que la ﬂuctuation de vitesse due à la variation
du champ ~B est négligeable devant celle issue de la variation du champ ~E. Pour
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résoudre la dynamique des particules dans le plasma, l’approche la plus pertinente
est l’approche ﬂuide. La théorie gyrocinétique en découle. La base de la théorie
s’appuyant sur l’équation de Vlasov est détaillée dans l’article de Bourdelle [26].
La résolution de cette équation permet de déduire l’expression du ﬂux (par le code
QuaLiKiz à Cadarache) :
Γturbz =
nz
R
(
−DzR∇nz
nz
− Cthz
R∇Tz
Tz
+RCcz
)
(D.10)
La méthode de résolution ainsi que les expressions des coeﬃcients Dz, Cthz , C
c
z
sont dans la référence [26].
Les expressions de chacun des ﬂux précédents, néoclassique et turbulent, peuvent
être décomposées en un terme diﬀusif et un terme convectif.
Annexe E
Expérience Tore Supra
La campagne d’expérience sur Tore Supra a demandé dix-sept décharges plasma.
Cependant, un seul choc, le 47191, est utilisable en raison de problèmes techniques
sur les diagnostics. Cette annexe résume les paramètres/protocoles des expériences
eﬀectuées. Détaillons les diagnostics utilisées dans notre étude :
– Les spectromètres DUO, pour leurs bonnes résolutions temporelles (10 ms),
et SIR pour sa bonne résolution en λ.
– CXRS : spectromètre par échange de charge fonctionnant en parallèle de l’in-
jection de neutres IDN.
– Caméras X-mous qui mesurent la puissance rayonnée entre 2 et 18 keV.
– ECE (Emission Cyclotronique Electronique) : diagnostic pour le mesure de la
température électronique.
– Bolométrie : mesure de la puissance rayonnée
– Réﬂectométrie : mesure de la densité en fonction de la position au sein du
plasma
– Interférométrie : mesure de la densité en fonction de la position au sein du
plasma
Les diagnostics écrits en gras correspondent aux systèmes indispensables au fonc-
tionnement de la machine. Les quatre premiers , sans compter CXRS, sont ceux dont
les mesures sont reconstruites par le code ITC pour évaluer l’écart entre simulations
et expériences. Les deux capteurs des spectromètres à cercles de Rowland, respecti-
vement à petite et grande longueur d’onde, sont ﬁxés sur certains angles d’après la
loi suivante sin i+ sin i′ = nkλ, où i et i′ sont les angles d’incidence et de sortie du
réseau, n le pas du réseau et k l’ordre en diﬀraction. Les longueurs d’onde observées
sont donc :
Spectromètre petits lambda grands lambda
SIR ≈ 15 Å ≈ 215-270 Å
DUO ≈ 195 Å ≈ 710 Å
A partir de cette conﬁguration des diagnostics, l’ensemble des expériences se
résume à :
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Choc Paramètres Protocole Commentaires Choc Paramètres Protocole Commentaires
47185 Ip=0.5MA -gaz puff Ar t=6-9s -IDN Hors service 47192 Ip=0.5MA -FCE t=2-7s (Idem
47189)
-DUO et CXRS Hors ser-
vice
-ISPI N2 à t=5s -FCE Hors service (2 gyrotrons dans le
coeur r/a=0.35)
-Ablation laser Nickel
à t=3s
-Test injection im-
pureté et FCE
-Ablation laser Ni-
ckel à t=3s
-Ablation laser Nickel
Hors service
47186 Ip=0.5MA -Idem choc 47185 Disruption à t=
8.7s
-ISPI (0.5s) Azote à t=
1, 5s et en fin de pla-
teau
-ISPI N2 à t=4 et 5s → trop d’argon 47193 Ip=0.5
MA
-Idem 47192 -DUO Hors service
-gaz puff Ar t=7-10s
(debit 0.02)
47194 Ip=0.5MA -Test absorption FCE
gyrotrons(r/a=0.35 et
0.5)
Pas de FCE
47187 -
Ip=0.5MA
-Idem 47186 -Disruption à t=
8.9s
47195 Ip=0.5MA -Idem 47194 FCE OK
-FCE t=2-7s -Raie Ar 716 Å 47196 Ip=0.5MA -Idem 47192
-IDN à t=7.5s 47197 Ip=0.5MA -Idem 47192
47188 Ip=0.5MA -Idem 47187 -X-mous Hors ser-
vice
47198 Ip=0.5MA -Test absorption FCE
gyrotrons r/a=0.35 et
0.5
-Débit Ar à 0.01
-IDN à t=9s 47199 Ip=0.5
MA
-Idem 47192 -Observation faible sur les
X-mous de l’injection à
10.5
47189 -Idem
47188
-X-mous Hors service -Pas de CXRS, IDN
-IDN à t=9.5s 47200 Ip=0.5MA -Idem 47199
Table E.1: Paramètres expérimentaux des décharges plasmas sur Tore Supra. ECE : Emission Cyclotronique Electronique,
CXRS : Spectroscopie par échange de charge, IDN : Injection De Neutres, FCE : Fréquence Cyclotronique Electronique,
FCE : Chauﬀage Cyclotronique Electronique, ISPI : Injection Supersonique.
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A partir de la décharge 47191 (idem 47189), l’injection par ablation laser ne
fonctionne plus. Il n’y a donc plus de raies observées pour le nickel. La décharge
47190 a servi à nettoyer la chambre et n’apparaît pas dans le tableau E.1. Les
disruptions des décharges 47186 et 47187 sont dues à la trop grande concentration
en argon dans le plasma, qui se recombine car l’énergie rayonnée devient supérieure
à l’énergie injectée dans le plasma. Expérimentalement, ce comportement n’a pu
être prévu avant car l’argon diﬀuse lentement dans le plasma, et son observation
sur les X-mous implique que la quantité injectée dans le plasma est déjà importante.
D’où la diminution du débit d’injection dans les expériences suivantes. De plus, une
sécurité sur la puissance rayonnée stoppe le chauﬀage FCE, ce qui provoque une
augmentation de la densité électronique, sur certaines décharges telles que la 47189.
En ce qui concerne les données spectroscopiques, on se limitera à la mesure de
certaines raies majoritaires utilisables pour la simulation du terme source dans le
programme ITC (voir Table E.2).
Ar N
23.5 Å (Ar XIII) 247.2 Å (N IV)
192.2 Å (Ar VII) 266.196 Å (N V)
218.3 Å (Ar XII) 283.48 Å (N IV)
221 Å (Ar XV) 765.147 Å (N IV)
224.25 Å (Ar XII)
243.6 Å (Ar XIV)
257.4 Å (Ar XIV)
703 Å (Ar V)
709.5 Å (Ar V)
Table E.2: Raies de l’argon et de l’azote mesurées par les spectromètres lors du
choc 47191.
Certaines raies se distinguent des autres car elles correspondent à des transitions
majoritaires au sein de l’ion. Par exemple, pour Ar XIV, la raie à 243.6 Å résulte
de la transition 2s22p1 → 2s12p2. Pour l’azote (N IV), la raie à 765.147 Å est due
à la transition 1s22s2 → 1s22s12p1.
Sur cette campagne d’expérience, en raison des problèmes sur les diagnostics, le
seul choc vraiment utilisable est le 47191. Nos calculs ont fait appel à de nombreuses
données atomiques et nous ont permis d’étudier la sensibilité de nos résultats à ces
données. Par ailleurs en parallèle des problèmes expérimentaux, une étude complète
du transport n’a pu être faite pour certaines des données acquises en raison du com-
portement de l’Argon (migration lente dans le plasma). Cependant, il sera toujours
possible de faire des comparaisons, à partir des proﬁls de température et de densité,
entre les données standard et celles données par les mesures d’échange de charge.
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Conclusion générale
Dans ce travail, j’ai utilisé et adapté des méthodes de physique atomique qui
m’ont permis d’étudier les spectres d’opacité et d’émissivité pour la fusion inertielle
et les processus atomiques dans le plasmas de fusion magnétique.
Dans le domaine de la fusion par conﬁnement inertiel, j’ai décrit trois méthodes
de calcul des spectres d’émission ou d’opacité :
• une méthode détaillée permettant d’obtenir un proﬁl spectral très précis.
• une méthode statistique permettant de traiter des structures composées d’un
grand nombre de raies spectrales.
• une méthode hybride qui combine les deux méthodes ci-dessus et qui permet de
traiter un spectre complexe et impliquant un grand nombre de transitions radiatives.
L’avantage de la troisième méthode est qu’elle est très économe en temps de
calcul, sans sacriﬁer la précision. En se basant sur les conditions d’un chemin ther-
modynamique du Hohlraum (FCI), j’ai obtenu des résultats détaillés pour l’émis-
sivité du carbone et détaillés ou statistiques pour l’or et le germanium. Un proﬁl
spectral dépend des paramètres plasma (température, densité) qui agissent sur les
élargissements Doppler et collisionnel. L’eﬀet Stark ionique reste négligeable pour
les ions légers (C,...) car les électrons ne sont pas sur les couches de n élevé, mais a
une importance pour certains ions lourds. Néanmoins, le calcul de l’eﬀet Stark, de
même que l’élargissement collisionnel, devient prohibitif lorsque le nombre de raies
devient grand, ce qui justiﬁe une approche hybride.
J’ai utilisé des méthodes statistiques pour obtenir le spectre en émission de l’or.
Après une rapide comparaison des spectres détaillés fournis par le code PPP et avec
ceux donnés par une approche statistique ou hybride, j’ai présenté l’opacité lié-lié
qui a été calculée à l’aide d’un code hybride développé au CEA. L’approche hybride
a été appliquée au calcul de l’opacité de deux dopants : germanium et silicium.
A la ﬁn de ma thèse, j’ai commencé à m’intéresser à l’eﬀet Zeeman dans les
spectres de FCI. Des articles récents montrent que les instabilités hydrodynamiques
créent des champs magnétiques intenses (∈ 100− 1000 T), d’ou l’importance d’une
étude de sensibilité des spectres d’opacité à leur présence. Nous projetons de calculer
l’opacité dans des plasmas impliquant plusieurs dopants.
Dans le domaine de la fusion magnétique, j’ai développé une nouvelle base de
données atomiques pour l’argon. Pour cela, j’ai utilisé le code HULLAC et j’ai com-
paré mes résultats à ceux du consortium ADAS, en vue d’une étude sur le transport
des impuretés. Cette étude n’ayant encore jamais été faite, je me suis appuyé sur des
expériences sur les machines Tore Supra et Asdex Upgrade, auxquelles j’ai participé
au cours de ma thèse, pour paramétrer le domaine d’étude : température, densité
conﬁgurations etc. Les objectifs étaient :
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1. Comparaison des coeﬃcients de taux 〈σv〉i de divers processus entre mes cal-
culs et ceux de ADAS (utilisant d’autres méthodes).
2. Comparaison des coeﬃcients de taux généralisés entre ADAS et HULLAC.
De plus, on peut injecter les données du premier objectif dans le modèle
collisionnel-radiatif de ADAS pour faire d’autres comparaisons.
3. Utilisation de ces coeﬃcients pour modéliser les coeﬃcients de transport avec
le code ITC. L’objectif ﬁnal serait d’étudier la sensibilité du résultat de ITC
aux données atomiques.
Ayant initié cette étude au milieu de ma thèse, je n’ai pu la ﬁnaliser. Dans
un premier temps, en amont du calcul des coeﬃcients de taux, j’ai dû conﬁgurer
et déboguer le code HULLAC ; celui-ci n’ayant jamais été utilisé pour des calculs
de ce type, nécessitant beaucoup de conﬁgurations pour une grande gamme de
température. La suite de l’étude consista à développer la base de données pour
l’argon. Les ions considérés sont déﬁnis par la gamme de température : Ar 7+ →
Ar18+. A l’heure actuelle, cette base est construite mais seules les données de l’ion
Ar17+ ont été mises au format de comparaison avec ADAS. Ainsi, la première étape
de comparaison des coeﬃcients de taux a été faite pour l’ion Ar17+. Les résultats
entre les deux jeux de données sont proches bien qu’il y ait quelques diﬀérences. Ces
divergences sont essentiellement dues à la méthode de calcul des taux dans HULLAC
et au pas d’intégration en énergie de la simulation. Ces corrections sont faciles à
corriger, le passage à l’étape de calcul avec un modèle CR est donc envisageable,
bien que la mise au format ADAS pour tous les ions soit longue en raison du nombre
de niveaux.
Les objectifs 2 et 3 n’ont pu être atteints, faute de temps. Mais l’étude de la sen-
sibilité du transport aux données atomiques n’ayant jamais donné lieu à des calculs,
la suite consisterait à ﬁnir de comparer toutes les données et à faire exécuter le code
ITC avec les coeﬃcients HULLAC. Dans la perspective d’expériences sur ITER, la
communauté FCM est en attente de données sur le tungstène. C’est pourquoi nous
voulons développer une base de données complète pour cet atome.
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Cette thèse porte sur l’étude de l’émissivité et de l’opacité dans les plasmas de fusion iner-
tielle (FCI), et des processus atomiques dans les plasmas de fusion magnétique (FCM). En FCI,
nous avons étudié les spectres d’émissivité du Hohlraum de l’approche indirecte et d’opacité des
dopants de l’ablateur. Leur connaissance permet d’améliorer la compression de la cible contenant
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Abstract :
Title : Radiative properties of fusion plasmas. Emissivity and opacity in complex atomic
structures.
The thesis is devoted on the study of emissivity and opacity in inertial confinement fusion
plasmas (ICF), and on atomic processes in magnetic fusion plasmas (MCF). In ICF, we have
studied the emissivity of the Hohlraum and the opacity of ablator’s dopants in the indirect drive
scheme. The knowledge of these quantities allows the improvement of the target compression
and, as a consequence, the fusion reactions. We have characterized the bound-bound spectrum
of gold, carbon and germanium with detailed line calculation (PPP code). Such calculations are
time consuming and are thus restricted to moderate numbers of levels/ions. To optimize the time
calculation without lack of precision, a hybrid approach statistical/detailed was compared with the
detailed approach for test cases. Then the hybrid approach was applied to total opacity calculations
(bound-bound, bound-free and free-free transitions) for each ionization state of germanium and
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